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Zusammenfassung
In dieser Dissertation behandeln wir die Physik der B–Mesonen als ein Teilgebiet der
Elementarteilchenphysik, das es erlaubt, die Flavourstruktur des Standardmodells (SM) zu
testen und nach Signaturen von Physik jenseits des SM zu suchen. Wir fu¨hren theoretische
Untersuchungen zu B–Zerfa¨llen und B–Oszillationen im SM und mehreren Erweiterungen
davon durch, wobei wir uns konsequent an der Pha¨nomenologie der Teilchen orientieren.
Unser Ziel ist es, Vorhersagen im Rahmen dieser Modelle zu machen, die mit aktuellen
experimentellen Daten und den zu erwartenden Ergebnissen der neuen Teilchenbeschleuni-
gergeneration u¨berpru¨fbar sind, um so Erkenntnisse u¨ber die Physik auf den allerkleinsten
bekannten La¨ngenskalen zu gewinnen.
Neben einer modellunabha¨ngigen Analyse von Neuer Physik in elektroschwachen Pin-
guindiagrammen betrachten wir als konkrete Erweiterungen des SM das Minimale Super-
symmetrische Standardmodell (MSSM) mit minimaler und mit generischer Flavourverlet-
zung, ein Modell mit modifizierten Kopplungen der Quarks an das Z0–Eichboson und ein
Modell mit erweiterter Eichgruppe und einem zusa¨tzlichen Z ′–Eichboson.
Die modellunabha¨ngige Analyse ist motiviert durch eine aktuelle Abweichung vom SM
in den direkten CP–Asymmetrien der B → πK–Zerfa¨lle, die auf eine Verletzung der star-
ken Isospin-Symmetrie hindeutet. Wir finden, dass diese Abweichung durch Neue Phy-
sik in elektroschwachen Pinguindiagrammen erkla¨rt werden kann, deren Beitra¨ge in der
Gro¨ßenordnung der SM-Beitra¨ge liegen. Anschließend untersuchen wir im Detail die reinen
Isospin verletzenden Zerfa¨lle B¯s → φρ0 und B¯s → φπ0 und stellen fest, dass solche Korrek-
turen aus Neuer Physik spektakula¨re Versta¨rkungseffekte in diesen Zerfa¨llen hervorrufen
ko¨nnen, die in zuku¨nftigen Messdaten klar zu erkennen sind.
Erga¨nzend dazu fu¨hren wir Analysen in verschiedenen Modellen durch, in denen große
Korrekturen im elektroschwachen Pinguinsektor mo¨glich sind. Im Modell mit modifizier-
ten Quarkkopplungen an das Z0 und im Z ′–Modell ergeben sich starke Einschra¨nkungen
dieser Effekte aus aktuellen Messungen von semileptonischen B–Zerfa¨llen und B − B¯–
Oszillationen.
Im MSSM mit generischer Flavourverletzung berechnen wir sa¨mtliche Ein-Schleifen-
Korrekturen zu den effektiven b → s–Pinguin-Operatoren des SM, die durch virtuelle
Gluinos und Charginos vermittelt werden. Fu¨r den elektroschwachen Pinguinsektor ko¨nnen
wir damit widerlegen, dass in diesem Szenario große Isospin verletzende Effekte existieren,
wie teilweise in der Literatur behauptet.
Im MSSM mit minimaler Flavourverletzung untersuchen wir chiral versta¨rkte Schlei-
fenkorrekturen und deren konsistente Behandlung in der Sto¨rungstheorie. Wir verallge-
meinern bekannte Methoden zur Aufsummierung solcher Korrekturen auf den natu¨rlichen
Fall, in dem die Massen der supersymmetrischen Teilchen nicht wesentlich gro¨ßer als die
des Top-Quarks und der Higgs-Teilchen sind, und finden auf diese Weise einige interessan-
te neue Effekte, insbesondere flavoura¨ndernde Kopplungen der Gluinos und Neutralinos.
Wir fassen alle chiral versta¨rkten Effekte in effektiven Feynmanregeln zusammen, mit Hilfe
derer wir anschließend neue Beitra¨ge zu B–Zerfa¨llen berechnen. Wir finden dabei signifi-
kante Korrekturen zu mischungsinduzierten CP–Asymmetrien, die in der Literatur bisher
vernachla¨ssigt wurden.
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Abstract
In this PhD thesis we study the physics of B mesons as a subfield of elementary particle
physics which allows for tests of the flavour structure of the Standard Model (SM) and
for searches of signatures of physics beyond the SM. We perform theoretical studies of B
decays and B oscillations in the SM and in several extensions of it, while staying close
to the phenomenology of particles throughout. Our aim is to make predictions in the
framework of these models which can be tested with present experimental data and with
results to be expected from the new generation of accelerators in order to gain knowledge
on the physics of the smallest known length scales.
In addition to a model-independent analysis of New Physics in electroweak penguin
diagrams we study several extensions of the SM such as the Minimal Supersymmetric
Standard Model (MSSM) with minimal and with generic flavour violation, a model with
modified quark couplings to the Z0 gauge boson and a model with an extended gauge
group and an additional Z ′ boson.
The model-independent analysis is motivated by a present deviation from the SM in
direct CP asymmetries of B → πK decays which points to a violation of the strong isospin
symmetry. We find that this deviation can be explained by New Physics in electroweak
penguin diagrams with contributions of the same order of magnitude as the SM ones.
Subsequently we study in detail the purely isospin-violating decays B¯s → φρ0 and B¯s →
φπ0 and state that such New Physics corrections can imply spectacular enhancements of
these decays which are clearly visible in future experimental data.
As a complement we perform analyses in different models where large corrections to
electroweak penguins are possible. In the model with modified quark couplings to the Z0
and in the Z ′ model strong constraints arise from measurements of semileptonic B decays
and B − B¯ oscillations.
In the MSSM with generic flavour violation we calculate all one-loop corrections to the
effective b → s penguin operators of the SM mediated by virtual gluinos and charginos.
For the electroweak penguin sector this enables us to disprove the claim raised in part of
the literature that in this scenario large isospin-violating effects exist.
In the MSSM with minimal flavour violation we analyse chirally enhanced loop cor-
rections and their consistent treatment in perturbation theory. We generalise well-known
formulae for the resummation of such corrections to the natural case where the masses
of the supersymmetric particles are not much larger than those of the top quark and the
Higgs particles and we thereby find some interesting new effects, in particular flavour-
violating couplings of gluinos and neutralinos. We summarise all chirally enhanced effects
in effective Feynman rules with the help of which we then calculate new contributions to
B decays. In this way we find significant corrections to mixing-induced CP asymmetries
previously neglected in the literature.
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1. Einfu¨hrung und Motivation
Die Teilchenphysik befindet sich aktuell in einer entscheidenden Phase: Seit der endgu¨ltigen
Etablierung des Standardmodells (SM) durch die experimentellen Nachweise der Eichbo-
sonen der schwachen Wechselwirkung, W± und Z0, und der Gluonen als Eichbosonen der
starken Wechselwirkung vor nunmehr drei Jahrzehnten haben alle Experimente an Be-
schleunigern die Vorhersagen dieser Theorie besta¨tigt. Nun steht mit dem Large Hadron
Collider (LHC) der leistungsfa¨higste Teilchenbeschleuniger zur Verfu¨gung, der je gebaut
wurde, und hat im Jahr 2010 mit dem Aufnehmen von Kollisionsdaten begonnen. Seine
Realisierung, die 20 Jahre Planungs- und Bauzeit und Investitionen von drei Milliarden
Euro erforderte, konnte nur bewerkstelligt werden, weil die große Mehrheit der Physiker
davon ausgeht, dass im nun zuga¨nglichen Energiebereich von mehreren Teraelektronvolt
(TeV) das SM die Teilchenwelt nicht mehr vollsta¨ndig beschreiben kann. Man erwartet
also, dass die Auswertung der LHC-Daten in den na¨chsten Jahren Signaturen von bisher
unbekannten Teilchen hervorbringen wird, die uns neue Erkenntnisse u¨ber die Physik der
kleinsten bekannten La¨ngenskalen im Bereich von 10−18m bringen und Erweiterungen des
SM in diesem Bereich erforderlich machen.
Das SM beschreibt unseren aktuellen Wissensstand bezu¨glich der kleinsten Bausteine
der Materie und (mit Ausnahme der Gravitation) der fundamentalen Wechselwirkungen
zwischen ihnen, es ist also zur Zeit die mikroskopische Theorie der Natur. Es ist das Ergeb-
nis einer langen Entwicklung in der theoretischen und der experimentellen Teilchenphysik,
die Anfang des 20. Jahrhunderts mit der Aufkla¨rung der Struktur der Atome begann.
Nachdem man festgestellt hatte, dass diese aus Elektronen und einem Kern aus Protonen
und Neutronen bestehen und durch die elektromagnetische Wechselwirkung zusammen-
gehalten werden, fand man zuna¨chst durch Untersuchungen von Kernumwandlungen und
der kosmischen Strahlung weitere Bausteine wie das Elektron-Neutrino und diverse insta-
bile Teilchen, z.B. leichte Mesonen, die Familie der Baryonen, zu der auch Proton und
Neutron geho¨ren, und das Myon. Parallel dazu wurde in den 1930er Jahren bereits die
Fermi-Theorie der schwachen Wechselwirkung entwickelt, die den Kern-β-Zerfall erkla¨ren
konnte, außerdem wurde die starke Wechselwirkung postuliert, der alle Baryonen und Me-
sonen unterliegen, um die Stabilita¨t der Atomkerne verstehen zu ko¨nnen. In den 1960er und
1970er Jahren gelang es dann, die schwache mit der elektromagnetischen Wechselwirkung
in einer vereinheitlichten elektroschwachen Theorie nach Glashow, Salam und Weinberg
zusammenzufassen, parallel dazu entstand die Quantenchromodynamik (QCD) als Theo-
rie der starken Wechelwirkung. Letztere schafft eine Systematik der vielen verschiedenen
Baryonen und Mesonen, indem sie sie auf Quarks als Konstituenten zuru¨ckfu¨hrt, die die
a¨ußeren Eigenschaften der zusammengesetzten Teilchen bestimmen.
Die theoretische Beschreibung sowohl der elektroschwachen als auch der starken Wech-
selwirkung erfolgt durch Poincare´-invariante Eichtheorien, d.h. Quantenfeldtheorien, die
auf dem Postulat einer lokalen Eichsymmetrie aufbauen. Zur Realisierung einer solchen
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Abb. 1.1. Materieteilchen und Wechselwirkungsteilchen im Standardmodell. Grafische
Darstellung aus [1].
Symmetrie sind neben den Materieteilchen, die alle Fermionen sind, als zusa¨tzliche Frei-
heitsgrade Eichbosonen erforderlich, die zwischen den Materieteilchen ausgetauscht wer-
den ko¨nnen und so die Wechselwirkung vermitteln. Die Symmetriegruppe des SM ist das
Tensorprodukt
GSM = SU(3)× SU(2) × U(1), (1.1)
sie impliziert acht Gluonen als Eichbosonen der Gruppe der starken Wechselwirkung
SU(3), drei W–Bosonen als Austauschteilchen der Gruppe SU(2) und dem B0–Boson
der Gruppe U(1). Die beiden letzteren Gruppen bilden zusammen das Grundgeru¨st der
elektroschwachen Theorie. Als fundamentale Materieteilchen beinhaltet das SM neben
Quarks mit sechs verschiedenen Flavours auch die drei geladenen Leptonen, zu denen das
Elektron geho¨rt und drei Neutrinos. Diese Stuktur ist in Abb. 1.1 zusammengefasst, sie
folgt einer Einordnung in drei Familien oder Generationen.
Alle Teilchen aus Abb. 1.1, und nur diese Teilchen, wurden inzwischen in Beschleu-
nigerexperimenten beobachtet. Die dabei getestete Energieskala von 100 GeV entspricht
einer La¨ngenskala von etwa 10−17m, also sieben Gro¨ßenordnungen unterhalb des Durch-
messers eines Atoms. Der letzte noch fehlende Baustein des SM, der hier nicht abgebildet
ist, ist das Higgs-Boson, das aus dem sogenannten Higgs-Mechanismus stammt. Dieser
Mechanismus erkla¨rt, wie durch eine spontane Brechung der elektroschwachen Symme-
trie SU(2)×U(1) zu der bei niedrigen Energien beobachteten Symmetrie U(1)em, die zur
elektromagnetischen Wechselwirkung geho¨rt, die massiven Eichbosonen W± und Z0 und
das masselose Photon entstehen, die die o.g. W– und B0–Teilchen ersetzen. Bisher haben
alle Experimente vergeblich nach dem Higgs-Boson gesucht, der LHC soll nun endgu¨ltig
die Frage kla¨ren, ob dieses Teilchen existiert oder nicht. Dabei wird zum ersten Mal der
9
1. Einfu¨hrung und Motivation
Energiebereich bis 1 TeV und daru¨ber hinaus untersucht, in dem es aller Voraussicht nach
zu finden sein muss, falls das SM in diesem Bereich gu¨ltig ist.
Damit kommen wir zu unserer Aussage am Beginn dieses Kapitels zuru¨ck: Wissen-
schaftler auf der ganzen Welt warten jetzt gespannt auf die Entdeckung neuer Teilchen
am LHC. Die Experimente Atlas und CMS suchen dort direkt nach der Produktion dieser
Teilchen in Kollisionen, das Experiment LHCb konzentriert sich auf die indirekte Su-
che u¨ber neue Signaturen in Zerfa¨llen von B–Mesonen. Komplementa¨r zu LHCb wird
in Japan zur Zeit das Experiment Belle-II an der Super-B-Fabrik Super-KEKB vorbe-
reitet, eventuell kommt spa¨ter noch das italienische Projekt SuperB hinzu. Beide sollen
B–Mesonen in e+e−–Kollisionen bei einer Schwerpunktsenergie von s = 10.58GeV er-
zeugen, was wesentlich weniger Hintergrundereignisse als bei LHCb mit sich bringt und
neue Pra¨zisionsmessungen ermo¨glicht. Falls nun kein Higgs-Boson gefunden wird, so muss
zumindest dieser Teil des SM neu durchdacht werden und man wird nach neuen Wegen
suchen mu¨ssen, die Massen der Teilchen zu erkla¨ren. Dramatischer wa¨re allerdings das Sze-
nario, dass zwar ein Higgs-Boson, aber keine Hinweise auf Physik jenseits des SM gefunden
werden, so dass das SM auch an der TeV-Skala noch als gu¨ltige Theorie u¨berlebt. In diesem
Fall wa¨ren alle ku¨nftigen Beschleunigerprojekte in Frage gestellt und auch die theoreti-
sche Forschung wa¨re an einem Punkt, an dem in Ermangelung experimenteller Hinweise
keine Orientierung in Richtung konkreter Erweiterungen des SM mehr vorhanden wa¨re,
zumindest auf einer realistischerweise zuga¨nglichen Energieskala.
Was macht uns aber so sicher, dass die TeV-Skala neue Erkenntnisse bringen wird?
Zuna¨chst einmal ist das SM noch keine vollsta¨ndige Theorie der Natur. Es beinhaltet weder
die Gravitationswechselwirkung, deren charakteristische Massenskala durch die Planck-
Masse MPl ≃ 1019GeV vorgegeben wird, noch die in den letzten zehn Jahren experi-
mentell besta¨tigten nicht-verschwindenden Massen der Neutrinos, die durch zusa¨tzliche
rechtsha¨ndige Neutrinofelder mit einer Majorana-Masse im Bereich von MR ≃ 1013GeV
erkla¨rt werden ko¨nnte. Wir mu¨ssen also davon ausgehen, dass das SM nicht fu¨r beliebig ho-
he Energien gu¨ltig ist, auch wenn diese Energien mo¨glicherweise weit u¨ber der Reichweite
von Teilchenbeschleunigern liegen.
Aus dieser Situation heraus entsteht aber ein Problem, das den Higgs-Sektor des SM
betrifft: Teilchen mit großen Massen M von der Gro¨ßenordnung O(MPl) oder anderen
sehr hohen Skalen liefern als virtuelle Teilchen in Schleifendiagrammen Korrekturen zur
Selbstenergie und damit zur Masse des Higgs-Bosons. Diese Korrekturen sind, wenn eine
Feinabstimmung der Parameter ausgeschlossen wird, generisch von der Gro¨ßenordnung
O(M2), was mit der im SM zu erwartenden Higgs-Masse im Bereich der elektroschwachen
Skala µEW ≃ O(200GeV) nicht vereinbar ist. Dies wird allgemein als das Hierarchiepro-
blem des SM bezeichnet. Verschiedene theoretische Ansa¨tze, darunter die Supersymmetrie
(SUSY), ermo¨glichen eine Stabilisierung der Higgs-Masse derart, dass die Sensitivita¨t auf
Korrekturen von sehr hohen Skalen eliminiert oder zumindest stark abgeschwa¨cht wird.
Diesen Ansa¨tzen gemeinsam ist, dass sie Neue Physik (NP) an der TeV-Skala mit sich
bringen.
Ein weiterer Hinweis stammt aus der Kosmologie: Die Beobachtungen der Rotation und
des Gravitationslinseneffekts von Galaxien zeigt, dass wesentlich mehr Materie im All vor-
handen sein muss, als die, die wir u¨ber ihre emittierte Strahlung identifizieren ko¨nnen. Die
unsichtbare dunkle Materie macht nach neueren Berechnungen etwa 80% der gesamten
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Materie im Universum aus und sollte, wenn sie aus einfachen Teilchen besteht, sich aus
solchen zusammensetzen, die weder elektromagnetisch noch stark wechselwirken. Im SM
ka¨men dafu¨r nur die Neutrinos in Frage, die Bildung von Galaxien und Clustern in All
erfordert aber, dass solche Teilchen Massen in der Gro¨ßenordnung der Skala µEW oder der
TeV-Skala besitzen. Einige Erweiterungen des SM, wie z.B. das Minimale Supersymme-
trische Standardmodell (MSSM), beinhalten Teilchen, die diese Bedingungen erfu¨llen.
Wir haben also noch keine unwiderlegbaren Beweise, aber doch starke Hinweise darauf,
dass uns im fu¨r den LHC zuga¨nglichen Energiebereich nach langer Zeit nun wieder Neues
erwartet. Daneben werden auch die Super-B-Fabriken auf solche NP sensitiv sein, da sie
u¨ber Schleifenkorrekturen in B–Zerfa¨lle eingeht. In dieser spannenden Zeit ist es demnach
wichtig, die Vorhersagen von Erweiterungen des SM zu kennen, um gemessene Abweichun-
gen vom SM interpretieren zu ko¨nnen und auf eine Besta¨tigung oder einen Ausschluss
bestimmter Modelle hinzuarbeiten. In diesem Kontext steht nun die vorliegende Arbeit:
Wir studieren Erweiterungen des SM und berechnen im Rahmen solcher Modelle Vorher-
sagen, die in den kommenden Jahren u¨berpru¨ft werden ko¨nnen. Dabei beru¨cksichtigen
wir natu¨rlich Einschra¨nkungen an die Modelle, die aus den bisher verfu¨gbaren Messungen
abgeleitet werden.
Wir konzentrieren uns dabei auf die Physik der B–Mesonen, die sowohl bei LHCb als
auch an den Super-Flavour-Fabriken untersucht werden wird. Sie ist, wie wir in Kap. 2
erla¨utern, hervorragend geeignet, um U¨berga¨nge zwischen den Quarkflavours und CP–
Verletzung zu messen, und testet damit die Flavourstruktur des SM und anderer Theori-
en. In Kap. 3 fu¨hren wir eine modellunabha¨ngige Analyse von NP in B–Zerfa¨llen durch,
die die starke Isospin-Symmetrie verletzen, dies geschieht vor dem Hintergrund einer ak-
tuell beobachteten Abweichung vom SM in diesem Bereich. Dabei arbeiten wir Tests der
Isospin-Verletzung mittels der an den neuen Experimenten erstmals messbaren Zerfa¨lle
B¯s → φρ0 und B¯s → φπ0 aus. Nach einer kurzen Einfu¨hrung in SUSY in Kap. 4 behan-
deln wir in Kap. 5 dann ausfu¨hrlich das MSSM mit minimaler Flavourverletzung und seine
Auswirkungen auf die B–Physik. Die allgemeine Form des MSSM, in der Flavourverlet-
zung nicht theoretisch eingeschra¨nkt wird, ist Gegenstand von Kap. 6, dabei untersuchen
wir vor allem elektroschwache Pinguindiagramme als Isospin verletzende NP-Beitra¨ge zu
B–Zerfa¨llen. Ebensolche Beitra¨ge liefern auch ein Modell mit modifizierten Kopplungen
der Quarks an das Z0–Boson und ein Modell mit dem zusa¨tzlichen Eichboson Z ′, das zu
einer Erweiterung der SM-Eichgruppe geho¨rt. Diese Modelle behandeln wir in den Ka-
piteln 7 und 8, bevor wir in Kap. 9 unsere Ergebnisse noch einmal in kompakter Form
zusammenfassen. Die in dieser Arbeit vorgelegten Ergebnisse wurden zu einem großen Teil
bereits in [2, 3] publiziert.
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Im SM sind alleine die Yukawa-Wechselwirkungen von Quarks mit dem Higgs-Feld
fu¨r die Mo¨glichkeit der Unterscheidung der sechs Quarkflavours verantwortlich. In
diesem Kapitel beschreiben wir deshalb zuna¨chst den elektroschwachen Sektor des SM
und legen unseren Fokus dabei auf die Wechselwirkungen der Quarks und die daraus
resultierende CKM-Matrix, die unser Wissen u¨ber flavoura¨ndernde Wechselwirkungen
und CP–Verletzung im SM zusammenfasst. Die Flavourphysik bescha¨ftigt sich einerseits
mit der mo¨glichst genauen experimentellen Bestimmung dieser Matrix und den dafu¨r
erforderlichen theoretischen Methoden und Rechnungen und andererseits mit dem
Einfluss von Physik jenseits des SM auf solche Messungen. Viele Erweiterungen des
SM besitzen freie Parameter, die neue Quellen von Flavour- und CP–Verletzung sind,
so dass im Experiment Abweichungen von den Vorhersagen der CKM-Matrix sichtbar
sein sollten. Der Fokus unserer Arbeit liegt auf der B–Physik als dem Teilgebiet der
Flavourphysik, in dem die dritte Teilchengeneration im Vordergrund steht. Wir erla¨utern
in diesem Kapitel die Wichtigkeit der B–Mesonen als Werkzeug bei der Suche nach
Flavour- und CP–Verletzung, sowohl im SM als auch daru¨ber hinaus, und fassen einige
spa¨ter beno¨tigte technische Methoden zusammen, die fu¨r Rechnungen auf dem Gebiet
der B–Physik unentbehrlich sind.
2.1. Der Flavoursektor des Standardmodells
Wir bescha¨ftigen uns im Folgenden mit den flavourabha¨ngigen Wechselwirkungen des SM.
Wir beschra¨nken die Diskussion dabei auf Quarks, da Leptonen im urspru¨nglichen SM, in
dem Neutrinos masselos sind, nur flavourdiagonal wechselwirken. Die starke Wechselwir-
kung ist hier ebenfalls nicht relevant, da sie nicht zwischen Quarks verschiedener Flavours
unterscheidet. Wir diskutieren also lediglich die elektroschwache Eichwechselwirkung und
Yukawa-Wechselwirkungen mit dem Higgs-Feld.
Das SM unterscheidet zwischen linksha¨ndigen Fermionen, die Dubletts bezu¨glich der
Eichgruppe SU(2) bilden, und rechtsha¨ndigen Fermionen, die SU(2)–Singuletts sind [4–6].
Im Folgenden benutzen wir i, j = 1, 2, 3 als Kennzeichnung der drei Fermiongenerationen.
Wir haben damit die Quarkfelder
Qi =
(
uLi
dLi
)
, uRi und dRi, (2.1)
die wir zuna¨chst als Eigenzusta¨nde der elektroschwachen Wechselwirkung definieren. Ihre
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elektroschwachen Wechselwirkungen lassen sich in der Lagrangedichte
− iLschwach = Q¯iγµDµQi + u¯RiγµD˜µuRi + d¯RiγµD˜µdRi (2.2)
zusammenfassen. Dabei sind die kovarianten Ableitungen definiert durch
Dµ = ∂µ + igW
a
µ t
a + ig′Bµ
Y
2
, D˜µ = ∂µ + ig
′Bµ
Y
2
. (2.3)
Die Eichfelder W aµ (a = 1, 2, 3) der Gruppe SU(2) bzw. Bµ der Gruppe U(1) werden
mit den entsprechenden Gruppengeneratoren ta = σa/2 bzw. Y multipliziert, g und g′
sind die zugeho¨rigen Eichkopplungen. Wir bezeichnen mit σa hier und im Folgenden die
Pauli-Matrizen.
In der selben Wechselwirkungsbasis lautet die Lagrangedichte fu¨r die Yukawa-Wechsel-
wirkungen der Quarks mit dem Higgs-Dublett H
LYukawa = −
(
Y Dij Q¯
α
i H
αdRj + Y
U
ij Q¯
α
i (H
c)αuRj
)
+ h.c. (2.4)
Hier bezeichnet Hc das ladungskonjugierte Higgs-Dublett, Y U,D sind allgemeine komplexe
Kopplungsmatrizen und α = 1, 2 ist ein SU(2)–Index. Es ist leicht ersichtlich, dass Lschwach
unter unita¨ren Transformationen im Flavourraum
Qi → Q′i = UQijQj , uRi → u′Ri = UuijuRj , dRi → d′Ri = UdijdRj (2.5)
invariant ist. Man spricht von einer dreifachen U(3)–Flavoursymmetrie, die hier allerdings
”
zufa¨llig“ ist. Sie geho¨rt nicht zu den Symmetriebedingungen, die das SM definieren, son-
dern ensteht als Nebenprodukt der Eichgruppe und der Darstellungen der Fermionfelder,
insbesondere der gleichen Eichquantenzahlen der drei Generationen. Diese Symmetrie wird
nun durch das Hinzufu¨gen von LYukawa gebrochen, was letztendlich dazu fu¨hrt, dass Wech-
selwirkungen von Quarks aus verschiedenen Generationen miteinander mo¨glich sind. Die
Quarks erhalten Massen durch die spontane Brechung der elektroschwachen Symmetrie,
danach besitzt das Higgs-Feld einen nicht-verschwindenden Vakuumerwartungswert v, der
reell gewa¨hlt werden kann. Wir schreiben dann
H(x) =
(
G+(x)
v + h0(x)
)
und Hc(x) =
(
v + h0(x)
−G−(x)
)
(2.6)
und erhalten damit aus LYukawa die Massenterme
Lmass = −v Y Dij d¯iLdjR − v Y Uij u¯iLujR + h.c. (2.7)
Durch unita¨re Transformation lassen sich die Yukawa-Matrizen diagonalisieren, dies ent-
spricht einem Wechsel von der Wechselwirkungsbasis in die Basis der Masseneigen-
zusta¨nde. Man stellt allerdings fest, dass die Transformationen aus Gl. (2.5) noch nicht
ausreichen, um beide Matrizen gleichzeitig zu diagonalisieren. Nur durch Brechung der
SU(2)–Invarianz la¨sst sich dieses Problem lo¨sen, na¨mlich durch verschiedene Transforma-
tionen der beiden Komponenten von Q:
uLi → UuLij uLj , dLi → Vik UuLkj dLj . (2.8)
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Abb. 2.1. Flavoura¨ndernde Wechselwirkungen im SM.
G−
ui
dj dj
ui
Vij W
− Vij
Die zusa¨tzliche unita¨re Matrix V ist die Cabbibo-Kobayashi-Maskawa-Matrix (CKM-
Matrix) [7, 8]. Einsetzen dieser Transformationen in Gln. (2.2) und (2.4) ergibt die be-
kannte Struktur des SM, in der die neutralen Eich- und Higgs-Bosonen ausschließlich
flavourdiagonal koppeln, wa¨hrend die geladenen W-Bosonen W± = (W 1 ∓ iW 2)/√2 und
die Goldstone-Bosonen G± flavourabha¨ngige und -a¨ndernde Wechselwirkungen haben, die
proportional zu den entsprechenden Elementen der CKM-Matrix sind (siehe Abb. 2.1).
2.1.1. Bedeutung und Bestimmung der CKM-Parameter
Die CKM-Matrix fasst unser gesamtes Wissen u¨ber flavoura¨ndernde Wechselwirkungen
im Quarksektor des SM zusammen. Die pra¨zise Bestimmung ihrer freien Parameter za¨hlt
daher zu den wichtigsten gegenwa¨rtigen Aufgaben der Experimente an Teilchenbeschleu-
nigern, insbesondere an den sogenannten B–Fabriken. Die Experimente Belle und BaBar
konnten in den letzten zehn Jahren erhebliche Fortschritte auf diesem Gebiet erzielen
und die Unsicherheiten soweit reduzieren, dass wir heute in der Lage sind, genaue SM-
Vorhersagen fu¨r flavoura¨ndernde Prozesse zu berechnen. Diese ko¨nnen in der na¨chsten Zeit
mit den neuen Experimenten LHCb und Belle-II getestet werden.
Wir schreiben die CKM-Matrix in Feynmanregeln und -amplituden in der intuitiven
Notation
V =
 Vud Vus VubVcd Vcs Vcb
Vtd Vts Vtb
 . (2.9)
Jedoch sind diese Parameter nicht unabha¨ngig voneinander, da V einerseits Unita-
rita¨tsbedingungen erfu¨llen muss und andererseits durch Redefinition der Quarkfelder un-
physikalische komplexe Phasen eliminiert werden ko¨nnen. Dadurch reduziert sich die Be-
schreibung auf vier unabha¨ngige freie Parameter, davon sind drei Mischungswinkel und
einer ein physikalischer Phasenfaktor. Wir ko¨nnen V beispielsweise mit drei Mischungs-
winkeln θ12, θ13 und θ23 und einer Phase δ wie folgt parametrisieren [9]:
V =
 c12c13 s12c13 s13e
−iδ
−s12c23 − c12s23s13eiδ c12c23 − s12s23s13eiδ s23c13
s12s23 − c12c23s13eiδ −c12s23 − s12c23s13eiδ c23c13
 , (2.10)
wobei wir die Abku¨rzungen sij = sin θij und cij = cos θij verwenden. Fu¨r unsere Arbeit
ist es wichtig, Zahlenwerte fu¨r diese Parameter zu kennen, die aus mo¨glichst reinen SM-
Prozessen stammen und nicht bereits durch mo¨gliche Beitra¨ge von NP in der Messung ver-
zerrt sind. Wir benutzen daher die Gro¨ßen λ, |Vub|, |Vcb| und γ, die aus tree-level-Prozessen
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extrahiert werden ko¨nnen. Sie ergeben die CKM-Parameter u¨ber die Beziehungen
θ12 = arcsinλ, θ13 = arcsin |Vub|, θ23 = arcsin(|Vcb|/c13), δ = γ. (2.11)
Die Bedeutung dieser Gro¨ßen erkla¨rt sich wie folgt:
• |Vcb| geht in die tree-level-Zerfa¨lle b→ cℓν¯ℓ ein und la¨sst sich daher mit guter Genau-
igkeit aus semileptonischen Zerfa¨llen von B–Mesonen bestimmen. Konkurrierende
Methoden sind dabei die Messung u¨ber den inklusiven Zerfall B → Xcℓνℓ und die
Messung u¨ber exklusive B → D(∗)–Kana¨le.
• |Vub| wird analog zu |Vcb| gemessen, mit dem Unterschied, dass hier der Quarkprozess
b→ uℓν¯ℓ zugrunde liegt. Eine zusa¨tzliche Option ist in diesem Fall die Messung u¨ber
den Zerfall B− → τ−ν¯τ .
• γ = arg
(
−VudV ∗ubVcdV ∗cb
)
≈ arg(V ∗ub) ist einer der Winkel des spa¨ter in diesem Kapitel
beschriebenen Unitarita¨tsdreiecks. Hier existieren ebenfalls konkurrierende Messme-
thoden [10–15], die auf der Interferenz der Zerfa¨lle B− → D0K− und B− → D¯0K−
basieren.
• Schließlich ist λ einer der Parameter der Wolfenstein-Entwicklung der CKM-Matrix,
auf die im Folgenden eingegangen wird. Er wird u¨blicherweise aus semileptonischen
Kaon-Zerfa¨llen oder hadronischen τ–Zerfa¨llen extrahiert.
Die Wolfenstein-Entwicklung [16] nutzt und verdeutlicht die starke numerische Hierar-
chie der CKM-Matrixelemente. Als Entwicklungsparameter dient
λ = s12 ≈ |Vus| ≈ 0.22, (2.12)
wodurch man die Form
V =
 1−
λ2
2 λ Aλ
3(ρ− iη)
−λ 1− λ22 Aλ2
Aλ3(1− ρ− iη) −Aλ2 1
+O(λ4) (2.13)
erha¨lt. Man sieht, dass die Diagonalelemente, die Flavouru¨berga¨nge innerhalb einer Gene-
ration parametrisieren, von der Ordnung O(1) sind, wa¨hrend die Außerdiagonalelemente
mit Potenzen von λ unterdu¨ckt sind. B–Zerfallsamplituden sind stets proportional zu ei-
nem der Elemente Vub, Vcb, Vtd oder Vts und deshalb mit mindestens λ
2 unterdru¨ckt. Die
u¨brigen Parameter der Wolfenstein-Entwicklung sind definiert durch
Aλ2 = s23, Aλ
3(ρ− iη) = s13e−iδ. (2.14)
Die große Bedeutung der Erweiterung der Cabibbo-Matrix zu einer 3 × 3–Matrix im
Jahr 1973, verbunden mit der Vorhersage einer damals noch hypothetischen dritten Ge-
neration, war das erstmalige Auftreten der physikalischen Phase δ. Diese wurde beno¨tigt,
um die im Experiment beobachtete CP–Verletzung zu erkla¨ren. Sie ist einer der beiden im
SM enthaltenen CP–verletzenden Parameter, neben der sogenannten starken CP–Phase
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in der QCD. Letztere ist allerdings experimentell eingeschra¨nkt auf vernachla¨ssigbar kleine
Werte < 10−11 [17].
Eine weit verbreitete graphische Zusammenfassung der Ergebnisse verschiedener Tests
der CKM-Struktur ist das Unitarita¨tsdreieck [18]. Es basiert zum einen auf der Tatsache,
dass die CKM-Matrix unita¨r ist, also die Bedingungen V ∗kiVkj = δij und V
∗
ikVjk = δij
erfu¨llen muss. Die sechs Bedingungen mit i 6= j ergeben jeweils ein Dreieck in der komple-
xen Ebene. Zum anderen muss die CKM-Matrix, sofern das SM gu¨ltig ist, alle flavourver-
letzenden und CP–verletzenden Prozesse richtig erkla¨ren, so dass die vier freien Parameter
durch mehr als vier Messungen u¨berbestimmt werden ko¨nnen. Dabei auftretende Inkonsis-
tenzen weisen auf Beitra¨ge von NP zu den Messungen hin und a¨ußern sich graphisch darin,
dass sich kein geschlossenes Dreieck ergibt. Das Standard-Unitarita¨tsdreieck stammt aus
der Relation
V ∗ubVud + V
∗
cbVcd + V
∗
tbVtd = 0. (2.15)
Es zeichnet sich gegenu¨ber den anderen dadurch aus, dass alle drei Summanden von der
gleichen Ordnung in λ sind und dass es aus den Daten der B–Fabriken mit guter Genau-
igkeit bestimmt werden kann. Durch die Normierung von Gl. (2.15) auf V ∗cbVcd ergibt sich
ein Dreieck in der komplexen (ρ¯, η¯)–Ebene, wobei
ρ¯− iη¯ = (ρ− iη)(1 − λ
2
2
) +O(λ4), (2.16)
dessen Grundseite die La¨nge 1 hat. Dieses Dreieck ist in Abb. 2.2 in der aktuellen Version
der CKM-Fitter-Gruppe [19] dargestellt.
Diese Darstellung beruht auf einem globalen Fit der Seitenla¨ngen und Winkel dieses
Dreiecks an alle verfu¨gbaren experimentellen Daten. Die Seitenla¨nge proportional zu |Vub|
ist hier in zwei verschiedenen Versionen dargestellt: Einmal der in semileptonischen B–
Zerfa¨llen gemessene Wert (dunkelgru¨ner Kreis) und einmal der in B− → τ−ν¯τ gemessene
Wert (gru¨n schraffierter Kreis). Die Kombination aller Messungen zeigt, dass es mo¨glich
ist, das Dreieck zu schließen, dies wird durch den gelb-rot markierten Bereich angezeigt, in
dem die Spitze des Dreieck liegt. Der CKM-Mechanismus kann also alle bisherigen Daten
im Rahmen der Ungenauigkeiten erkla¨ren. Die einzige Unvertra¨glichkeit besteht aktuell
zwischen den Vorhersagen von sin(2β) und |Vub|τν , sie ist allerdings noch nicht ausreichend,
um als Nachweis von NP gelten zu ko¨nnen. Die Messung von |Vub|τν weicht um 2.8σ von
ihrer Vorhersage aus dem Fit der restlichen Gro¨ßen ab [19], eine ausfu¨hrliche Diskussion
dieser Diskrepanz und mo¨glicher Erkla¨rungen findet sich in Ref. [20].
2.2. B–Mesonen als Werkzeug
Ein unverzichtbares Werkzeug fu¨r Tests der Flavourstruktur und der Sta¨rke der CP–
Verletzung im SM ist die Physik der B–Mesonen. Sie sind, neben den Υ–Quarkonia, die
einzigen Mesonen, die ein Valenzquark der dritten Generation enthalten, da das Top-Quark
schneller zerfa¨llt, als es Hadronen bilden kann. Da sie ausschließlich schwach zerfallen,
haben sie eine vergleichsweise große mittlere Lebensdauer und eignen sich bestens fu¨r
einen experimentellen Zugang zur dritten Teilchenfamilie und deren Eigenschaften.
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Abb. 2.2. Globaler Fit des Standard-Unitarita¨tsdreiecks im Herbst 2010. Erla¨uterungen
befinden sich im Text.
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Wir definieren B–Mesonen u¨ber die Quantenzahl beauty (B), die wie alle Flavourquan-
tenzahlen in der starken Wechselwirkung erhalten ist. Alle B–Mesonen sind gekennzeichnet
durch B = ±1. Durch Hinzunahme der Quantenzahlen strangeness (S), charm (C) und
starkem Isospin (I) lassen sich folgende Teilchen unterscheiden:
Valenzquarks I3 S C
B0 (b¯, d) −1/2 0 0
B+ (b¯, u) 1/2 0 0
Bs (b¯, s) 0 −1 0
B+c (b¯, c) 0 0 1
Per Definition besitzen alle diese Mesonen B = 1, hier nicht aufgefu¨hrt sind ihre Anti-
teilchen mit B = −1. Sie alle sind pseudoskalare Zusta¨nde, d.h. sie besitzen Spin 0 und
sind ungerade unter Parita¨tstransformationen. Außerdem existieren alle diese Mesonen
noch in angeregten Zusta¨nden, diese sind aber fu¨r die Flavourphysik eher uninteressant,
da sie starken Zerfa¨llen unterliegen. Wir betrachten sie deshalb nicht weiter.
Die B–Mesonen im Grundzustand mu¨ssen flavoura¨ndernd, also u¨ber die schwache Wech-
selwirkung, in einen leichteren B = 0–Endzustand zerfallen, zugrunde liegt dabei immer
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Abb. 2.3. Beispielprozesse fu¨r leptonische, semileptonische, hadronische und radiative
B–Zerfa¨lle.
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der Zerfall des b-Quarks in ein leichteres Quark1. Man unterscheidet folgende Zerfallsklas-
sen, siehe auch die Beispiele in Abb. 2.3:
• leptonische Zerfa¨lle: nur Leptonen im Endzustand
• semileptonische Zerfa¨lle: Leptonen und Hadronen im Endzustand
• hadronische Zerfa¨lle: nur Hadronen im Endzustand
• radiative Zerfa¨lle: der Endzustand entha¨lt reelle Photonen oder Gluonen
Weitere Klassifizierungen unterscheiden bspw. zwischen exklusiven (ein Endzustand)
und inklusiven (Summe u¨ber eine Klasse von Endzusta¨nden) B–Zerfa¨llen oder zwischen
charmlosen bzw. seltenen B–Zerfa¨llen und den wesentlich ha¨ufigeren Zerfa¨llen mit C = ±1
im Endzustand. Hier und im Folgenden verwenden wir B auch als generische Bezeichnung
fu¨r nicht na¨her spezifizierte Mesonen im Sinne B = {B0, B¯0, B±, Bs, B¯s, B±c }.
Fu¨r die CKM-Elemente Vcb bzw. Vub bieten Kana¨le mit den U¨berga¨ngen B → D(∗)
bzw. B → π oder B → ρ den einfachsten experimentellen Zugang. Die Elemente Vts
und Vtd dagegen lassen sich nur u¨ber Prozesse mit flavoura¨ndernden neutralen Stro¨men
(flavour-changing neutral currents, FCNCs) messen, die im SM fru¨hestens in der 1-
Schleifen-Ordnung auftreten. Hier stechen die Oszillationen der B0– und Bs–Mesonen
als direkteste Methode hervor, auf die wir im Folgenden na¨her eingehen. Diese beiden
Elemente ko¨nnen allerdings durch die Unitarita¨t der CKM-Matrix auch aus den vier im
vorigen Abschnitt diskutierten tree-level Gro¨ßen abgeleitet werden, wodurch sich eine
direkte Vergleichsmo¨glichkeit ergibt, die die Flavourstruktur des SM testet.
1Eine Ausnahme bildet das seltene Meson B+c , bei dem auch das c-Quark zerfallen kann.
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B − B¯–Mischung
Im SM werden |∆B| = 2–U¨berga¨nge vom B0– zum B¯0–Meson und umgekehrt durch
Boxdiagramme vermittelt, siehe Abb. 2.4. Im Folgenden diskutieren wir B0 − B¯0–
U¨berga¨nge, fu¨r Bs − B¯s–U¨berga¨nge gelten aber alle Aussagen analog. Aufgrund der Uni-
tarita¨t der CKM-Matrix verschwinden die Box-Amplituden nach Summation u¨ber die drei
internen Quarkflavours im Limes entarteter Quarkmassen, entsprechend dominiert fu¨r rea-
listische Massen der Beitrag des Top-Quarks durch die starke Hierarchie der Massendiffe-
renzen m2t −m2c ≫ m2c −m2u. Dies ist die 3-Generationen-Version des GIM-Mechanismus
(Glashow, Iliopoulos, Maiani) [21], daraus ergibt sich eine Amplitude ∼ (m2t −m2c)/m4W .
Durch die Mo¨glichkeit der Mischung bilden die neutralen B–Mesonen ein quantenmecha-
nisches Zwei-Zustands-System, dessen Zeitentwicklung in der Wigner-Weisskopf-Na¨herung
[22, 23] durch die Gleichung
i
d
dt
(∣∣B0(t)〉∣∣B¯0(t)〉
)
=
(
M − i Γ
2
)(∣∣B0(t)〉∣∣B¯0(t)〉
)
(2.17)
mit zwei hermiteschen konstanten Matrizen M (Massenmatrix) und Γ (Zerfallsmatrix)
beschrieben wird. Dadurch unterscheiden sich die Flavour-Eigenzusta¨nde
∣∣B0(t)〉 und∣∣B¯0(t)〉 von den Eigenzusta¨nden obiger Gleichung, die per Definition die Masseneigen-
zusta¨nde |BL(t)〉 und |BH(t)〉 (light und heavy) sind. Der Basiswechsel zwischen Flavour-
und Massen-Eigenzusta¨nden wird parametrisiert durch
|BL〉 = p
∣∣B0〉+ q ∣∣B¯0〉
|BH〉 = p
∣∣B0〉− q ∣∣B¯0〉 . (2.18)
mit |p|2 + |q|2 = 1. Im Experiment wird ein Meson, das im Flavour-Eigenzustand∣∣B0(t = 0)〉 erzeugt wird, im Laufe der Zeit zwischen den Zusta¨nden |BL〉 und |BH〉 bzw.
zwischen
∣∣B0〉 und ∣∣B¯0〉 oszillieren, d.h. die Wahrscheinlichkeit, es in einem der beiden
Zusta¨nde zu messen, oszilliert prinzipiell zwischen 0 und 1. Der sinusfo¨rmigen Oszillation
ist allerdings noch der exponentielle Zerfall beider Zusta¨nde u¨berlagert, wie in Abb. 2.5 il-
lustriert. In diesem Bild ist als Funktion der Zeit die Wahrscheinlichkeit aufgetragen, nach
der Produktion eines B–Mesons zum Zeitpunkt t = 0 das B–Meson oder sein Antiteilchen
Abb. 2.4. Boxdiagramme der B0 − B¯0–Mischung im SM.
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Abb. 2.5. Wahrscheinlichkeit, nach der Produktion eines B–Mesons ein B (blau) bzw.
ein B¯ (rot) zu beobachten. Links fu¨r B0, rechts fu¨r Bs.
0 1 2 3 4 5 60.0
0.2
0.4
0.6
0.8
1.0
Zeit (ps)
W
a
h
rs
ch
ei
n
li
ch
k
ei
t
0 1 2 3 4 5 60.0
0.2
0.4
0.6
0.8
1.0
Zeit (ps)
W
a
h
rs
ch
ei
n
li
ch
k
ei
t
zu beobachten. Beide Kurven gehen fu¨r große Zeiten gegen Null, da die Mesonen zerfallen.
Man erkennt, dass die Bs–Mesonen innerhalb ihrer Lebensdauer τBs = 1.4 ps mehrfach
oszillieren, wohingegen sich die B0–Mesonen innerhalb von τBd = 1.5 ps im Mittel weniger
als ein Mal umwandeln.
Die beiden Diagramme in Abb. 2.4 erzeugen Beitra¨ge zu den Außerdiagonalelementen
M12 und Γ12. Durch den starken Unterdru¨ckungsfaktor (V
∗
tdVtb)
2 (bzw. (V ∗tsVtb)
2 fu¨r Bs–
Mesonen) und die Schleifenunterdru¨ckung mit g4/16π2 sind diese Diagramme sensitiv
auf Korrekturen durch NP, d.h. durch virtuelle schwere Teilchen mit flavoura¨ndernden
Kopplungen, die nicht der starken CKM-Hierarchie folgen. Schwere Teilchen erzeugen
keinen Imagina¨rteil im Schleifenintegral, sie tragen also nur zu M12 bei. Dadurch sind
Messungen der Massendifferenz
∆M =MH −ML ≃ 2|M12| (2.19)
und der Zerfallsbreitendifferenz
∆Γ = ΓL − ΓH ≃ 2|Γ12| cosφ (2.20)
mit der physikalischen Phase
φ = arg
(
−M12
Γ12
)
(2.21)
sensitiv auf NP und ko¨nnen, sofern V ∗tdVtb aus anderen Prozessen bestimmt wird, das
SM testen bzw. die Flavourstruktur von NP-Modellen einschra¨nken. Fu¨r weitere Details
und Herleitungen zur Zeitentwicklung der neutralen B–Mesonen verweisen wir auf die
ausfu¨hrliche Diskussion in Ref. [24].
CP–Verletzung
Da die B–Physik einen direkten Zugang zu den Elementen der dritten Zeile bzw. Spalte
der CKM-Matrix erlaubt, bietet sie auch hervorragende Mo¨glichkeiten zur Bestimmung
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der CP–Verletzung im SM, die nach Gl. (2.13) in guter Na¨herung nur in Vtd und Vub auf-
tritt. Die genaue Messung der CP–Phasen in B–Zerfa¨llen wird eine der wichtigsten Auf-
gaben des LHCb-Experiments sein. Im Allgemeinen verstehen wir unter CP–Symmetrie
die Invarianz der Theorie unter einer Transformation, die jedes Teilchen in sein Anti-
teilchen u¨berfu¨hrt, wobei nicht nur eine Ladungskonjugation C, sondern auch eine Pa-
rita¨tstransformation P durchgefu¨hrt wird, was fu¨r chirale Teilchen wichtig ist. So ist bei-
spielsweise das Antiteilchen des linksha¨ndigen Neutrinos das rechtsha¨ndige Antineutrino,
wa¨hrend das linksha¨ndige Antineutrino genau wie das rechtsha¨ndige Neutrino im SM nicht
existiert.
Die Lagrangedichte des SM wa¨re CP–symmetrisch, wenn keine komplexen Phasen auf-
treten wu¨rden. Durch die CKM-Phase wird diese Symmetrie gebrochen, die Brechung ist
aber wegen der kleinen Absolutwerte der komplexen CKM-Elemente (siehe Gl. (2.13))
letztendlich ein numerisch kleiner Effekt, dessen Messung eine anspruchsvolle Aufgabe ist.
Wir erkla¨ren im Folgenden, wie CP–Verletzung auf drei verschiedene Arten im Experi-
ment auftreten kann, letztendlich liegt der Ursprung von allen drei Effekten aber in den
selben komplexen Parametern der Theorie.
a) CP–Verletzung in der Mischung: Falls die Masseneigenzusta¨nde |BL〉 und
|BH〉 gleichzeitig CP–Eigenzusta¨nde sind, gilt in Gl. (2.18) |q|2/|p|2 = 1, so dass
〈BL|BH〉 = 0. In der Realita¨t gilt aber
q
p
≃ 1− 1
2
∣∣∣∣ Γ12M12
∣∣∣∣ sinφ, (2.22)
so dass die B−B¯–Mischung bereits im SM, wo φ aufgrund der CKM-Phase von Null
verschieden ist, CP–Verletzung beinhaltet. Dies a¨ußert sich z.B. in semileptonischen
Zerfa¨llen mit der
”
falschen“ Leptonladung, die nach dem Muster B¯0
Osz.−→ B0 →
ℓ+νℓX ablaufen. Die CP–Asymmetrie wird hierbei sichtbar durch
Γ(B¯0 → ℓ+νℓX) 6= Γ(B0 → ℓ−ν¯ℓX¯). (2.23)
b) CP–Verletzung im Zerfall (direkte CP–Verletzung): CP–Invarianz einer
Zerfallsamplitude Af in den Endzustand f bedeutet, dass sich die Amplitude des
CP–konjugierten Zerfalls A¯f¯ von Af maximal um einen willku¨rlichen globalen Pha-
senfaktor unterscheidet, also |A¯f¯ | = |Af |, so dass die beiden entsprechenden Zer-
fallsraten exakt gleich sind. Andernfalls spricht man von direkter CP–Verletzung.
Dies ist nur mo¨glich, wenn es mindestens zwei interferierende Beitra¨ge zu Af mit
unterschiedlichen starken und unterschiedlichen schwachen Phasen gibt. Schreiben
wir
Af = aei(δ1+ϕ1) + bei(δ2+ϕ2), (2.24)
A¯f¯ = aei(δ1−ϕ1) + bei(δ2−ϕ2) (2.25)
mit starken Phasen δ1,2 und schwachen Phasen ϕ1,2, erhalten wir
|Af |2 = a2 + b2 + 2ab cos(δ1 − δ2 + ϕ1 − ϕ2), (2.26)∣∣A¯f¯ ∣∣2 = a2 + b2 + 2ab cos(δ1 − δ2 − ϕ1 + ϕ2). (2.27)
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Offensichtlich sind beide Amplitudenquadrate gleich, wenn δ1 = δ2 oder ϕ1 = ϕ2 ist.
c) CP–Verletzung in der Interferenz von Mischung und Zerfall (mischungs-
induzierte CP–Verletzung): Diese Art von CP–Verletzung tritt auf, wenn ein
neutrales B–Meson sowohl mit als auch ohne vorherige Umwandlung in sein Antiteil-
chen in einen bestimmten CP–Eigenzustand mit CP–Eigenwert ηfCP = ±1 zerfallen
kann. Man erha¨lt dadurch eine Interferenz zwischen den beiden Prozessen B0 → fCP
und B0
Osz.−→ B¯0 → fCP , die sich im Falle von CP–Verletzung von der entsprechenden
Interferenz in B¯0 → fCP und B¯0 Osz.−→ B0 → fCP unterscheidet. Man definiert hier
eine zeitabha¨ngige CP–Asymmetrie als
afCP (t) =
Γ(B¯0(t)→ fCP )− Γ(B0(t)→ fCP )
Γ(B¯0(t)→ fCP ) + Γ(B0(t)→ fCP ) , (2.28)
die sich mit dem Parameter
λfCP =
q
p
AfCP
A¯fCP
= ηfCP
q
p
AfCP
A¯f¯CP
(2.29)
schreiben la¨sst als
afCP (t) =
2 Im(λfCP ) sin(∆M t)− (1− |λfCP |2) cos(∆M t)
(1 + |λfCP |2) cosh(∆Γ t/2) − 2Re(λfCP ) sinh(∆Γ t/2)
. (2.30)
Im Unterschied zu Ref. [24] verwenden wir in dieser Arbeit die Konvention, dassAfCP
den Zerfall eines B¯0–Mesons oder eines B¯s–Mesons beschreibt, da dies dem Zerfall
eines b–Quarks entspricht. Besonders interessant ist diese Art der CP–Verletzung
fu¨r spezielle Kana¨le, in denen die beiden anderen Arten a) und b) nicht auftreten,
wie z.B. B0 → J/ψKS . Solche ”goldenen“ Moden erlauben besonders saubere Mes-
sungen z.B. des in Abb. 2.2 eingefu¨hrten Winkels β im Unitarita¨tsdreieck. In diesem
Beispiel gilt
λJ/ψKS = −e−2iβ (2.31)
und damit
aJ/ψKS(t) =
sin(2β) sin(∆M t)
cosh(∆Γt/2) + cos(2β) sinh(∆Γt/2)
≈ sin(2β) sin(∆M t). (2.32)
Schafft man es also, die zeitabha¨ngige Oszillation zwischen B0 und B¯0 im Experiment
sichtbar zu machen, erha¨lt man eine genaue Messung von sin(2β), deren aktueller
Status in Abb. 2.2 als blaues Band eingezeichnet ist.
Alle drei Typen von CP–Verletzung wurden bereits mit Hilfe von B–Mesonen gemes-
sen, dabei sind fast alle Messungen auf 2σ–Niveau mit der CKM–Vorhersage kompatibel.
Ausnahmen sind die direkte CP–Verletzung in ACP(B¯
0 → π+K−), sofern sie mit der
Messung von ACP(B
− → π0K−) kombiniert wird [25–28], und die CP–Verletzung in der
B0– bzw. Bs–Mischung, die als Typ a) oder Typ c) auftreten kann. Letztere wurde in
beiden Versionen am Tevatron gemessen [29–31], woraufhin in einer umfassenden Analyse
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eine 3.8σ–Abweichung von SM gefunden wurde [20], die mit Hilfe von NP erkla¨rt werden
kann.
Zusammenfassend halten wir fest, dass sowohl FCNCs als auch CP–verletzende Pro-
zesse im SM stark unterdru¨ckt und damit a¨ußerst sensitiv auf NP mit neuen Quellen
von Flavour– und CP–Verletzung sind. Die B–Physik bietet diverse Mo¨glichkeiten, solche
Prozesse mit guter Genauigkeit zu messen und ist dadurch ein ideales Feld fu¨r die indi-
rekte Suche nach NP. Die neuen Experimente LHCb am LHC und Belle-II am KEK in
Japan, sowie das noch in Frage stehende Projekt SuperB in Italien, sind genau zu diesem
Zweck konzipiert worden: LHCb wird in hochenergetischen Proton-Kollisionen produzierte
B–Mesonen messen und den gro¨ßten jemals in der B–Physik erreichten Datensatz ansam-
meln, so dass auch sehr seltene Ereignisse genu¨gend oft registriert werden. Die Super-B-
Fabriken gehen den umgekehrten Weg und produzieren nicht-relativistische B–Mesonen
in Elektron-Positron-Kollisionen an der Υ(4S)–Resonanz, die in fast 100% der Fa¨lle in
ein B0B¯0–Paar zerfa¨llt. Dabei bilden sich aus Mangel an Energie keine Hadronjets, son-
dern der gemessene Endzustand besteht aus einer u¨berschaubaren Zahl leichter Teilchen,
so dass die Zerfallskette eines B–Mesons in bestimmten Fa¨llen vollsta¨ndig rekonstruiert
werden kann. Auch wenn an diesen Experimenten insgesamt weniger Ereignisse registriert
werden als bei LHCb, so erreichen sie doch eine vergleichbare Pra¨zision durch den wesent-
lich geringer ausfallenden Untergrund. Beide Typen von Experimenten sind komplementa¨r
zueinander insofern, als Super-B-Fabriken durch die vollsta¨ndige Rekonstruktion deutliche
Vorteile bei Endzusta¨nden mit elektrisch neutralen Teilchen haben, wa¨hrend LHCb bei
Zefa¨llen von Bs–Mesonen konkurrenzlos ist, die zu schwer fu¨r eine Produktion u¨ber die
Υ(4S)–Resonanz sind.
2.3. Berechnung von B–Zerfa¨llen mit Hilfe effektiver
Theorien
Nach der pha¨nomenologischen Diskussion in den vorherigen Kapiteln werden im Folgenden
einige technische Details zur Berechnung von B–Zerfa¨llen und B–Oszillationen ero¨rtert.
Im Vordergrund steht dabei die Anwendung effektiver Theorien zur Trennung von weit
auseinander liegenden Energieskalen.
Da das b–Quark nur u¨berW–Boson-Austausch zerfallen kann, hat man es bei Prozessen
mit B–Mesonen stets mit einem zugrunde liegenden kurzreichweitigen partonischen Pro-
zess zu tun, dem man die Energieskala µW = O(mW ) zuordnen kann. Gleichzeitig wird
dieser Prozess aber auf Hadron-Niveau von langreichweitiger starker Wechselwirkung be-
gleitet, in die die Energieskalen µb = O(mb,mB) und ΛQCD = O(200MeV) eingehen.
Letztere ist dabei aus unserer Sicht besonders problematisch, da auf dieser Skala die star-
ke Wechselwirkung nicht mehr perturbativ behandelt werden kann. Zudem stellt sich bei
Rechnungen mit weit auseinander liegenden Skalen µ1 und µ2 die Frage, wie die in Schlei-
fendiagrammen auftretenden großen Logarithmen der Form ln(µ1/µ2) behandelt werden
sollen, da diese die Gu¨ltigkeit der Sto¨rungsentwicklung gefa¨hrden.
Vor diesem Hintergrund wird klar, dass die Trennung der verschiedenen Energieskalen
ein wesentlicher technischer Aspekt unserer Rechnungen sein muss. Die Grundlage dafu¨r
bilden das Entkopplungstheorem [32] einerseits und die Operator-Produkt-Entwicklung
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(OPE) [33] andererseits. Das Entkopplungstheorem besagt, dass bei Prozessen mit a¨ußeren
Impulsen der Skala p die Effekte von virtuellen Teilchen mit Massen m≫ p durch effektive
lokale Kopplungen der leichten Teilchen untereinander ausgedru¨ckt werden ko¨nnen. Diese
effektiven Kopplungen sind mit Potenzen von 1/m unterdru¨ckt, sie verschwinden also fu¨r
m→∞. Wir ersetzen demnach die Lagrangedichte der vollen Theorie,
Lfull(ψ,χ) = L1(χ) + L2(ψ,χ) (2.33)
mit schweren Teilchen ψ und leichten Teilchen χ, bei niedrigen Energien durch
Leff(χ) = L1(χ) + δL(χ), (2.34)
wobei die Terme in δL(χ) mit Potenzen von 1/mψ unterdru¨ckt sind. In ho¨heren Schleifen-
ordnungen unterscheiden sich außerdem die Felder χ in der vollen Theorie von denen in
der effektiven Theorie durch Entkopplungskonstanten, die wiederum von mψ abha¨ngen.
Fu¨r unsere Zwecke ist es aber ausreichend, die fu¨hrende Ordnung zu betrachten.
Die OPE ist in der Praxis das mathematische Hilfsmittel zur Berechnung der Terme
in δL(χ) in einer Entwicklung in 1/mψ. Dabei werden die Felder ψ bei einer bestimmten
Energieskala µ als dynamische Freiheitsgrade der Theorie eliminiert (
”
ausintegriert“). Die
effektive Theorie ist dann fu¨r p2 < µ2 gu¨ltig, ihre effektiven Kopplungen werden durch
Matching so bestimmt, dass bei der Skala µ beide Theorien die gleichen Green-Funktionen
und damit a¨quivalente physikalische Aussagen liefern. Im Folgenden wird dieses Konzept
im Hinblick auf die Anwendungen in der B–Physik na¨her erla¨utert.
2.3.1. Der effektive Hamiltonoperator fu¨r ∆B = 1–Prozesse
Der erste Schritt in der Berechnung von ∆B = 1–Prozessen ist die Trennung der Skala
der schwachen Wechselwirkung µW = O(mW ) von µb bzw. ΛQCD. Dies erfolgt durch einen
effektiven schwachen Hamiltonoperator fu¨r Quarkfelder unterhalb der elektroschwachen
Skala [34, 35]. Wir diskutieren hier den fu¨r uns relevanten Spezialfall der b→ s–U¨berga¨nge.
Unglu¨cklicherweise werden in der Literatur verschiedene Konventionen fu¨r die For-
mulierung der effektiven Theorie verwendet. Um unsere Ergebnisse mo¨glichst einfach
mit bekannten Resultaten kombinieren zu ko¨nnen, verwenden wir im Zusammenhang
mit leptonischen, semileptonischen und radiativen B–Zerfa¨llen die Konventionen des
U¨bersichtsartikels Ref. [36] (BBL) und im Zusammenhang mit hadronischen B–Zerfa¨llen
die Konventionen der Originalartikel u¨ber QCD-Faktorisierung, die in Ref. [37] (BBNS)
eingefu¨hrt werden. Der Unterschied liegt zum einen in unterschiedlichen Definitionen der
Strom-Strom-Operatoren O1,2 und zum anderen in der Behandlung von elektroschwachen
Korrekturen ho¨herer Ordnung.
Wir definieren den effektiven Hamiltonoperator nach BBL durch
HBBLeff = −
4GF√
2
VtbV
∗
ts
∑
i
CiOi + h.c. (2.35)
mit den Strom-Strom-Operatoren
O1 = (s¯αγµPLcβ)(c¯βγµPLbα), O2 = (s¯αγµPLcα)(c¯βγµPLbβ), (2.36)
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den QCD-Pinguin-Operatoren
O3 = (s¯αγµPLbα)
∑
q
(q¯βγ
µPLqβ), O4 = (s¯αγµPLbβ)
∑
q
(q¯βγ
µPLqα),
O5 = (s¯αγµPLbα)
∑
q
(q¯βγ
µPRqβ), O6 = (s¯αγµPLbβ)
∑
q
(q¯βγ
µPRqα), (2.37)
den elektroschwachen (electroweak, EW) Pinguin-Operatoren
O7 = (s¯αγµPLbα)
∑
q
3
2
eq(q¯βγ
µPRqβ), O8 = (s¯αγµPLbβ)
∑
q
3
2
eq(q¯βγ
µPRqα),
O9 = (s¯αγµPLbα)
∑
q
3
2
eq(q¯βγ
µPLqβ), O10 = (s¯αγµPLbβ)
∑
q
3
2
eq(q¯βγ
µPLqα) (2.38)
und den elektro- und chromomagnetischen Operatoren
O7γ = e
16π2
mb(s¯
ασµνPRb
α)Fµν O8g = gs
16π2
mb(s¯
ασµνT aPRb
α)Gaµν . (2.39)
Hierbei sind α, β Farbindizes und eq steht fu¨r die Ladung des Quarkfelds q in Einheiten
von |e|. In dieser effektiven Theorie sind sowohl die W– und Z–Bosonen als auch das
Top-Quark ausintegriert, daher laufen die Summen in Gln. (2.37) und (2.38) u¨ber die fu¨nf
aktiven Quarkflavours q = u, d, s, c, b. In der BBL-Konvention ist in fu¨hrender Ordnung
in αs und α lediglich C2 = 1, wa¨hrend C1 und C3−10 verschwinden. Fu¨r semileptonische
Zerfa¨lle werden zusa¨tzlich die Operatoren
O9V = (s¯αγµPLbα)(ℓ¯γµℓ), O10A = (s¯αγµPLbα)(ℓ¯γµγ5ℓ) (2.40)
beno¨tigt, fu¨r den rein leptonischen Zerfall B¯s → µ+µ− auch die Operatoren
OS = mb(s¯αPRbα)(µ¯µ), OP = mb(s¯αPRbα)(µ¯γ5µ). (2.41)
Alle hier aufgefu¨hrten Operatoren entsprechen in der Sprache der Feynman-Diagramme
effektiven flavoura¨ndernden Vertizes, deren Kopplungskonstanten durch die Wilson-
Koeffizienten Ci festgelegt sind, die wiederum von den Massen der ausintegrierten Teilchen
abha¨ngen. Wir verwenden fu¨r die Renormierung der Operatoren das u¨bliche MS-Schema
[38], dadurch ha¨ngen die Ci zusa¨tzlich von der unphysikalischen Renormierungsskala µ ab.
Das Matching des SM auf die effektive Theorie erfolgt bei der Skala µ = mW , um das
Auftreten von großen Logarithmen zu vermeiden. Die Renormierungsgruppengleichungen
d
d(lnµ)
Ci(µ) = γjiCj(µ) (2.42)
mit den anomalen Dimensionen γji, die in Ref. [36] tabelliert sind, erlauben dann die
Berechnung von Ci(µ) fu¨r beliebiges µ aus der Anfangsbedingung Ci(mW ). Fu¨r die Be-
rechnung von B–Zerfa¨llen in der effektiven Theorie verwenden wir letztendlich Ci(mb), um
Logarithmen der Form αs ln(µ/mb) zu minimieren. Die Evolution der Wilson-Koeffizienten
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mit Hilfe von Gl. (2.42) auf LO bzw. NLO in αs entha¨lt dann automatisch die Aufsum-
mierung von (αs ln(mW/mb))
n bzw. αs (αs ln(mW /mb))
n zu allen Ordnungen n, wie in
Ref. [36] ausfu¨hrlich demonstriert wird.
Die alternative Schreibweise des effektiven Hamiltonoperators, die im Zusammenhang
mit hadronischen B–Zerfa¨llen in der QCD-Faktorisierung verwendet wird, lautet
HBBNSeff =
4GF√
2
∑
p=u,c
VpbV
∗
ps
(
C1Q
p
1 + C2Q
p
2 +
10∑
i=3
(CiQi + C
′
iQ
′
i)
+ C7γQ7γ + C8gQ8g + C
′
7γQ
′
7γ + C
′
8gQ
′
8g
)
+ h.c. (2.43)
Hierbei sind die Operatoren Q3−10,7γ,8g genauso definiert
2 wie die entsprechenden Opera-
toren Oi, siehe Gln. (2.37-2.39). Die Strom-Strom-Operatoren lauten
Qp1 = (s¯αγµPLpα)(p¯βγ
µPLbβ), Q
p
2 = (s¯αγµPLpβ)(p¯βγ
µPLbα), (2.44)
d.h. Qc1 entspricht O2 und Qc2 entspricht O1. Damit gilt in fu¨hrender Ordnung Cp1 = 1
und Cp2 = 0. Zusa¨tzlich fu¨hren wir hier parita¨tstransformierte Operatoren Q
′
3−10 und
Q′7γ,8g ein, die aus Q3−10 und Q7γ,8g durch die konsequente Ersetzung PL ↔ PR hervor-
gehen und deren Koeffizienten im SM verschwinden, da nur linksha¨ndige Quarks schwach
wechselwirken. Viele Erweiterungen des SM fu¨hren aber auch zu rechtsha¨ndigen effektiven
flavoura¨ndernden Wechselwirkungen.
Eine weitere Besonderheit von HBBNSeff ist die Behandlung von O(α)–Effekten in der
Renormierungsgruppen-Evolution (RGE). Wir folgen dem in Ref. [37] vorgeschlagenen
Schema, da wir in spa¨teren Kapiteln hauptsa¨chlich an solchen hadronischen Zerfa¨llen
interessiert sind, die die starke Isospin-Symmetrie verletzen und fu¨r die dieses Schema
speziell entwickelt wurde. In solchen Zerfa¨llen sind die Isospin erhaltenden QCD-Pinguine
unterdru¨ckt und die EW-Pinguine, die mit xt = (mt/mW )
2 und 1/ sin2 θW parametrisch
versta¨rkt sind, ko¨nnen zur dominanten Topologie werden.
Es ist deshalb sinnvoll, die parametrisch versta¨rkten Terme der Koeffizienten C7−10
genau wie Cp1 zu den Wilson-Koeffzienten der fu¨hrenden Ordnung zu za¨hlen. Damit finden
wir an der elektroschwachen Skala (µ = mW )
CLO7 =
α
4π
xt
3
, (2.45)
CLO9 =
α
4π
(
xt
3
+
2
3 sin2 θW
(10Bbox0 (xt)− 4CZ0 (xt))
)
, (2.46)
CLO8,10 = 0 (2.47)
mit den Inami-Lim-Funktionen Bbox0 und C
Z
0 aus Boxdiagrammen und Z-Pinguinen
[39], die wir in Anhang A.3 explizit angeben. QCD-Korrekturen zu CLO7,9 und die nicht
2Unsere Vorzeichenkonvention der magnetischen Operatoren ist konsistent mit der von Gl. (2.3) und
dadurch anders als in Ref. [37].
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versta¨rkten Terme in C7−10 (siehe Ref. [37]) werden zur NLO geza¨hlt. In diesem Schema
ist es konsistent, die Matrixelemente der Operatoren Q7−10 bis zur Ordnung O(αs) zu
berechnen und so eine ho¨here Genauigkeit zu erzielen, wa¨hrend im sonst u¨blichen Schema
alle O(ααs)–Effekte vernachla¨ssigt werden.
Zusa¨tzlich vereinfachen wir die RGE, indem wir O(α)–Korrekturen zu den QCD-Pingu-
in-Koeffizienten C3−6 und den entsprechenden Operatormatrixelementen vernachla¨ssigen,
genauso auch alle O(α2)–Effekte im EW-Pinguin-Sektor.
2.3.2. Berechnung von Operator-Matrixelementen in B–Zerfa¨llen
Mit Hilfe des effektiven schwachen ∆B = 1–Hamiltonoperators ko¨nnen Zerfallsamplitu-
den in einen Endzustand f als Matrixelemente von Heff berechnet werden. Die Effekte
von Teilchen auf der elektroschwachen Skala, oder auf einer daru¨berliegenden NP-Skala,
stecken dann ausschließlich in den Wilson-Koeffizienten. Die Matrixelemente
〈f |Oi |B〉 (2.48)
beinhalten allerdings die gesamte starke Wechselwirkung zwischen den am Zerfall betei-
ligten Teilchen, d.h. auch nicht-perturbative Effekte. Zur Berechnung dieser Matrixele-
mente existieren verschiedene Na¨herungsmethoden, die wieder auf einer Skalentrennung
basieren. Sie erlauben es, die perturbative QCD bei der Skala µb = O(mb) von der nicht-
perturbativen QCD bei der Skala ΛQCD = O(200MeV) zu trennen, indem die Matrix-
elemente in ΛQCD/mb bzw. ΛQCD/mB entwickelt werden. Der perturbative Teil la¨sst sich
dann bis zur gewu¨nschten Ordnung in αs(mb) berechnen, wa¨hrend der nicht-perturbative
Teil durch mo¨glichst universale Parameter ausgedru¨ckt wird, deren Werte man durch Me-
thoden wie Gittereichtheorie oder QCD-Summenregeln oder aus experimentellen Daten
bestimmen muss.
Im Rahmen unserer Arbeit interessieren wir uns fu¨r FCNC-Zerfa¨lle, die sich fu¨r die
Suche nach NP eignen. Im speziellen sind dies der inklusive radiative Kanal B¯0 → Xsγ
und der inklusive semileptonische Kanal B¯0 → Xsℓ+ℓ−, wobei Xs fu¨r einen beliebigen
Endzustand mit strangeness S = 1 steht, und als exklusive Kana¨le B¯s → µ+µ− und
B → M1M2 mit zwei leichten Mesonen M1 und M2. Zur Berechnung der Matrixelemen-
te bedienen wir uns dabei zweier verschiedener Methoden, der Heavy-Quark Expansion
(HQE) (pa¨dagogische Einfu¨hrungen hierzu werden in Refn. [40, 41] gegeben) und der
QCD-Faktorisierung (QCDF).
Inklusive Zerfallsraten sind schwierig zu messen, bieten aber auf der theoretischen Sei-
te entscheidende Vorteile bei der Verbindung des eigentlichen B–Meson-Zerfalls mit dem
perturbativ berechenbaren zugrundeliegenden b–Quark-Zerfall: Erstens ist eine systema-
tische Behandlung der sogenannten
”
Fermi-Bewegung“ mo¨glich, d.h. der Tatsache, dass
das b–Quark im Ruhesystem des zerfallenden B–Mesons einen (wenn auch kleinen) nicht-
verschwindenden 3er-Impuls hat, der in einer genauen Rechnung beru¨cksichtigt werden
muss. Zweitens kann man annehmen, dass in der totalen Zerfallsrate nach Integration
u¨ber das Impulsspektrum jeweils die gleichen Resonanzeffekte enthalten sind, unabha¨ngig
davon, ob der mesonische oder der partonische Zerfall berechnet wird. Diese plausible
Annahme der Quark-Hadron-Dualita¨t wurde bereits in den 70er Jahren im Kontext von
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Hadron-Produktion in Leptonkollisionen vorgeschlagen [42] und in Ref. [43] auf inklusive
B-Zerfa¨lle u¨bertragen. Darauf basieren die urspru¨nglich in Refn. [44–48] ausgearbeiteten
Anwendungen auf radiative und semileptonische Zerfa¨lle. Die Gu¨ltigkeit dieser Annah-
me konnte bisher im Rahmen der QCD nicht formal bewiesen werden, sie liefert aber im
Vergleich mit experimentellen Daten gute Ergebnisse.
Die HQE der Operator-Matrixelemente ergibt fu¨r die inklusiven Zerfallsraten die Rela-
tionen
Γ(B¯ → Xsℓ+ℓ−) = Γ(b→ sℓ+ℓ−)
(
1 +O(Λ2QCD/m2b) +O(Λ2QCD/m2c)
)
, (2.49)
Γ(B¯ → Xsγ) = Γ(b→ sγ)
(
1 +O(Λ2QCD/m2b) +O(Λ2QCD/m2c)
)
. (2.50)
Alle nicht-perturbativen Beitra¨ge stecken dabei in den Korrekturen ho¨herer Ordnung und
sind numerisch stark unterdru¨ckt. Zusa¨tzlich wurden vor kurzem fu¨r den Fall B¯ → Xsγ
noch weitere nicht-perturbative Korrekturen gefunden, die sich nicht u¨ber die HQE auf
lokale Effekte reduzieren lassen. Sie sind formal von der Ordnung O(ΛQCD/mb). Eine
numerische Abscha¨tzung der daraus resultierenden Unsicherheiten ergibt einen 5%–Effekt
im Verzweigungsverha¨ltnis [49].
Im Rahmen dieser Arbeit bescha¨ftigen wir uns ausschließlich mit Effekten, die aus Erwei-
terungen des SM bei einer hohen Energieskala stammen. Sie sind bereits in den perturbativ
berechenbaren partonischen Zerfallsraten in Form von Wilson-Koeffizienten enthalten und
durch die OPE getrennt von der niederenergetischen QCD, beispielsweise ko¨nnen wir mit
dem Hamiltonoperator aus Gl. (2.35) und sb = 1/2 als dem Spin des b–Quarks schreiben
Γ(b→ sγ) = |~pγ |
8πm2b
1
2sb + 1
∑
σ,σ′,ǫ
∣∣〈sγ|HBBLeff |b〉∣∣2
=
1
32πmb
∑
σ,σ′,ǫ
∣∣〈sγ|HBBLeff |b〉∣∣2 . (2.51)
Wir beno¨tigen also nur das u¨ber die Spinzusta¨nde σ(
′) der Quarks und die Polarisations-
zusta¨nde ǫ des Photons summierte Matrixelement des effektiven Hamiltonoperators, eine
vo¨lig analoge Formel gilt auch fu¨r den semileptonischen Zerfall. Wir werden uns daher
im Folgenden bei den inklusiven Zerfa¨llen auf die Berechnung der Wilson-Koeffizienten
konzentrieren und nicht-perturbative Korrekturen nicht weiter betrachten.
Exklusive Zerfa¨lle sind im Normalfall einfacher zu messen als inklusive, ihre Berech-
nung ist aber mit weitaus gro¨ßeren Unsicherheiten verbunden, wenn der Endzustand
stark wechselwirkende Teilchen entha¨lt. Wir betrachten die Zerfa¨lle B → M1M2 in zwei
leichte Mesonen M1 und M2 mit Massen m
2
M1,2
≪ m2B . Hier enthalten die Operator-
Matrixelemente
〈M1M2| Oi |B〉 (2.52)
nicht-perturbative starke Wechselwirkungen sowohl zwischen den Teilchen im Endzustand
als auch zwischen B und M1 bzw. B und M2. Eine einfache Beziehung zwischen den
hadronischen und partonischen Matrixelementen wie in Gl. (2.50) ist fu¨r exklusive Zerfa¨lle
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nicht bekannt, insbesondere sind hier auch die Wechselwirkungen des Spektatorquarks mit
zu beru¨cksichtigen. Eine systematische Behandlung dieser Kana¨le in einer Entwicklung
nach Potenzen von ΛQCD/mB stellt die QCDF dar [37, 50–53]. Sie erlaubt es, die Physik
bei der Skala µb separat mit Hilfe der u¨blichen Sto¨rungstheorie in αs zu berechnen und
zu zeigen, dass von niedrigeren Skalen lediglich Korrekturen der Ordnung ΛQCD/mB zu
erwarten sind. Sie liefert außerdem einen Rahmen, in dem diese Korrekturen numerisch
abgescha¨tzt und damit die theoretischen Unsicherheiten quantifiziert werden ko¨nnen. Da
wir in spa¨teren Kapiteln auf Einzelheiten dieser Methode zuru¨ckgreifen mu¨ssen, um die
innere Struktur der B → M1M2–Amplituden zu beleuchten, werden in Anhang B das
Prinzip der QCDF und einige technische Details erla¨utert.
Der rein leptonische Kanal B¯s → µ+µ− ist dagegen einfach zu behandeln, da sich die
starke Wechselwirkung auf den Anfangszustand beschra¨nkt und in eine einzige Zahl, die
Zerfallskonstante fBs , absorbiert werden kann, die z.B. mit Hilfe der Gittereichtheorie
berechenbar ist.
2.3.3. Der effektive Hamiltonoperator fu¨r ∆B = 2–Prozesse
Nach dem effektiven ∆B = 1–Hamiltonoperator wird nun in diesem Abschnitt auch noch
der entsprechende ∆B = 2–Operator diskutiert, der fu¨r die Berechnung der B − B¯–
Oszillationen beno¨tigt wird. Auch hier werden die schweren Eichbosonen und das Top-
Quark ausintegriert, um eine effektive Theorie unterhalb der elektroschwachen Skala zu
erhalten, die folgende Form annimmt:
H∆B=2eff =
G2Fm
2
W
4π2
(V ∗tqVtb)
2
∑
i
CiOi + h.c. (2.53)
mit q = d (q = s) wenn B0 − B¯0–Diagramme (Bs − B¯s–Diagramme) betrachtet werden.
Eine vollsta¨ndige Basis von Dimension-6-Operatoren lautet hier
OV LL = (q¯γµPLb)(q¯γµPLb), (2.54)
OLR1 = (q¯γµPLb)(q¯γµPRb), (2.55)
OLR2 = (q¯PLb)(q¯PRb), (2.56)
OSLL1 = (q¯PLb)(q¯PLb), (2.57)
OSLL2 = (q¯σµνPLb)(q¯σµνPLb) (2.58)
und OV RR,OSRR1 ,OSRR2 analog definiert mit der Ersetzung PL ↔ PR. Die Farbindizes der
Quarks werden jeweils innerhalb der Klammern kontrahiert. In dieser Konvention lautet
im SM der einzige nicht verschwindende Wilson-Koeffizient
CV LL = S0(xt) +O(αs) (2.59)
mit der Inami-Lim-Funktion S0(x) [39] und xt = m
2
t/m
2
W .
Die RGE der Wilson-Koeffizienten Ci ist durch die in Ref. [54] berechneten anomalen
Dimensionen festgelegt. Zur Berechnung von Observablen greifen wir auf die komplexe
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Gro¨ße M12 zuru¨ck, die in Kap. 2.2 im Abschnitt u¨ber B− B¯–Mischung eingefu¨hrt wurde.
Der entsprechende Ausdruck in der effektiven Theorie lautet
M12 =
1
2mB
〈B|H∆B=2eff
∣∣B¯〉 (2.60)
in der Normierungskonvention 〈B(p′)|B(p)〉 = 2Ep (2π)3 δ(3)(~p − ~p′). Um die hier
beno¨tigten Matrixelemente der einzelnen Vier-Quark-Operatoren zwischen mesonischen
Zusta¨nden zu erhalten, verwenden wir Ergebnisse der Gittereichtheorie. Wir berechnen
zuna¨chst die Wilson-Koeffizienten zur fu¨hrenden Ordnung in αs bei der Skala µW und ih-
re Renormierungsgruppen-Entwicklung und erhalten Ci(µb). Anschließend transformieren
wir in die in Ref. [55] verwendete Operatorbasis mit
C1
C2
C3
C4
C5
C˜1
C˜2
C˜3

=

1 0 0 0 0 0 0 0
0 0 0 1 −4 0 0 0
0 0 0 0 −8 0 0 0
0 0 1 0 0 0 0 0
0 −2 0 0 0 0 0 0
0 0 0 0 0 1 0 0
0 0 0 0 0 0 1 −4
0 0 0 0 0 0 0 −8


CV LL
CLR1
CLR2
CSLL1
CSLL2
CV RR
CSRR1
CSRR2

(2.61)
fu¨r die Wilson-Koeffizienten und einer entsprechenden inversen Transformation fu¨r die
Vier-Quark-Operatoren, so dass der Hamiltonoperator unvera¨ndert bleibt. Dann ko¨nnen
die Matrixelemente wie in Ref. [55] durch die Zerfallskonstante fBq und die Bag-Faktoren
Bbqi ausgedru¨ckt und die dort angegebenen Zahlenwerte aus Gitterrechnungen verwendet
werden.
2.4. Ansatzpunkte fu¨r die Suche nach Physik jenseits des
SM
Der Fokus dieser Arbeit liegt auf der Suche nach Physik jenseits des SM im Bereich der
B–Physik. In der LHC-A¨ra, die ja gerade erst begonnen hat, werden eine Vielzahl neuer
experimenteller Ergebnisse unser Wissen u¨ber Physik oberhalb der elektroschwachen Ener-
gieskala erweitern. Neben der direkten Suche nach neuen Teilchen an den Experimenten
ATLAS und CMS wird die indirekte Suche nach NP-Signaturen in Niederenergieprozes-
sen am LHCb-Experiment und an den geplanten Super-B-Fabriken dazu einen wichtigen
Beitrag liefern. Viele Modelle, die momentan als mo¨gliche Erweiterung des SM diskutiert
werden, beinhalten neue Quellen von Flavourverletzung und CP–Verletzung, deren Aus-
wirkungen auf die Physik der B–Mesonen theoretisch verstanden werden mu¨ssen, um die
Messdaten richtig interpretieren zu ko¨nnen.
Als erste Anhaltspunkte bei der Suche nach NP dienen uns die Abweichungen von den
SM-Vorhersagen, die bisher bereits beobachtet wurden. Auch wenn sie bisher noch keine
schlagenden Beweise fu¨r die Existenz von NP liefern, geben sie uns doch Hinweise darauf,
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welche Modelle und welche physikalischen Prozesse aussichtsreiche Studienobjekte sind.
In den Kapiteln 2.1.1 und 2.2 haben wir bereits die aktuell beobachteten Diskrepanzen
zwischen SM und experimentellen Daten der B–Physik erwa¨hnt, wir fassen sie hier noch
einmal zusammen:
• Die Bestimmungen des Unitarita¨tsdreicks aus den Gro¨ßen sin(2β) und |Vub|τν sind
nicht gut miteinander kompatibel. Die Messung von |Vub|τν weicht um 2.8σ von ihrer
Vorhersage aus dem Fit der restlichen in das Unitarita¨tsdreick eingehenden Gro¨ßen
ab.
• Die Differenz von direkten CP -Asymmetrien
∆ACP ≡ ACP(B− → π0K−)−ACP(B¯0 → π+K−) (2.62)
ist deutlich gro¨ßer als vom SM vorhergesagt. Eine Berechnung mit Hilfe der QCDF
mit frequentistischer Behandlung der hadronischen Unsicherheiten ergibt eine Dis-
krepanz von 2.5σ.
• Die aus verschiedenen Messungen extrahierten Informationen u¨ber die Oszillatio-
nen der B0– und der Bs–Mesonen stimmen nicht mit den SM-Vorhersagen u¨berein,
insbesondere was die Sta¨rke der CP–Verletzung in der Bs − B¯s–Mischung betrifft.
Hier betra¨gt die Abweichung 3.8σ, wenn nach Ref. [20] viele Messungen der CKM-
Parameter in einem Fit kombiniert werden (dazu za¨hlt u.a. auch oben genannte
Messung von |Vub|τν).
Fu¨r eine theoretische Untersuchung u¨ber NP und ihre Auswirkungen auf B–Mesonen
bieten sich zwei mo¨gliche Vorgehensweisen an, die wir beide im Rahmen dieser Arbeit an-
wenden werden: Zum einen ko¨nnen wir ein mo¨glichst fundamentales, theoretisch motivier-
tes Modell als Ausgangspunkt wa¨hlen, das selbstversta¨ndlich das SM einschließen muss.
Dieses Modell wird dann mo¨glichst umfassend von allen Seiten beleuchtet, indem alle po-
tentiell wichtigen Signaturen studiert werden und das Modell mit den bereits verfu¨gbaren
Messdaten eingeschra¨nkt wird. Oft sind solche Signaturen miteinander korreliert, da sie auf
wenige fundamentale Modellparameter zuru¨ckzufu¨hren sind, in solchen Fa¨llen ist auch die
theoretische Analyse der Korrelationen hilfreich, um experimentelle Erkenntnisse besser
bewerten zu ko¨nnen. Andererseits ko¨nnen wir eine bestimmte beobachtete Abweichung
vom SM zum Anlass nehmen, nach mo¨glichen SM-Erweiterungen zu suchen, die diese
Abweichung plausibel erkla¨ren ko¨nnen. Eine solche Erweiterung kann in Bezug auf Niede-
renergieprozesse modellunabha¨ngig u¨ber eine Modifikation des effektiven Hamiltonopera-
tors (siehe vorhergehende Kapitel) parametrisiert werden, oder in einem konkreten Modell
mit im Vergleich zum SM erweitertem Teilcheninhalt.
In dieser Arbeit wenden wir die erste Methode auf das minimal flavourverletzende MSSM
an und nehmen zusa¨tzlich an, dass sich die Yukawa-Kopplungen der dritten Generation bei
hohen Energien vereinheitlichen, was große Werte des Modellparameters tan β erfordert.
Die Abweichung der Gro¨ße ∆ACP vom SM fu¨hrt uns zur zweiten Methode, wir untersuchen
in diesem Zusammenhang Isospin verletzende NP, sowohl in einem modellunabha¨ngigen
Ansatz als auch in konkreten Erweiterungen des SM. Im Folgenden gehen wir na¨her auf
die jeweiligen Vorgehensweisen ein.
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2.4.1. Supersymmetrie und Große Vereinheitlichung
Eine theoretisch gut motivierte und bereits ha¨ufig in der Theorieliteratur untersuchte Er-
weiterung des SM ist die SUSY, deren Hintergrund und grundlegende Implikationen wir
in Kapitel 4 zusammenfassen. Sie schafft eine Verbindung zwischen den beiden bekannten
Teilchenklassen Bosonen und Fermionen. In Kombination mit einer Großen Vereinheitli-
chen Theorie (Grand Unified Theory, GUT) bietet sie die Mo¨glichkeit, die drei verschie-
denen Wechselwirkungen des SM bei sehr hohen Energien auf eine einzige fundamentale
Wechselwirkung zuru¨ckzufu¨hren [56]. Wa¨hlt man z.B. als Eichgruppe der GUT die Grup-
pe SO(10), so gelingt es auch, alle Fermionen des SM und ein zusa¨tzliches rechtsha¨ndiges
Neutrino in einem gemeinsamen Eichmultiplett zusammenzufassen [57, 58]. Damit verbun-
den ist auch eine Vereinheitlichung der Yukawa-Kopplungen, so dass im Fall eines minimal
gewa¨hlten Higgs-Sektors die Kopplungen yt, yb und yτ bei hohen Energien miteinander
verschmelzen. Eine solche Theorie entspricht der Vorstellung, dass die komplizierte Struk-
tur der Wechselwirkungen, die wir bei niedrigen Energien beobachten, durch eine Kette
von Symmetriebrechungen aus einer u¨bergeordneten Theorie mit hoher Symmetrie und
Einfachheit hervorgeht.
Eine interessante Konsequenz aus der Vereinheitlichung aller Yukawa-Kopplungen ist,
dass auch bei niedrigen Energien im Unterschied zum SM noch die ungefa¨hre Gleichheit
yb ≃ yt ≃ 1 gelten muss. In einer supersymmetrischen Theorie ko¨nnen wir dies durch ei-
ne geeignete Wahl des freien Parameters tan β mit einem vergleichsweise großen Wert im
Bereich tan β ≃ 50 erreichen, was eine Reihe von interessanten pha¨nomenologischen Kon-
sequenzen hat. Wir erhalten daraus eine parametrische Versta¨rkung bestimmter Schlei-
feneffekte, die z.B. die beobachtete Abweichung des anomalen magnetischen Moments des
Myons von der SM-Vorhersage erkla¨ren kann, siehe Refn. [59, 60]. In Kap. 5 fu¨hren wir
eine umfassende Analyse der Konsequenzen dieses Modells bezu¨glich Observablen der B–
Physik durch.
Lassen wir die Hypothese der minimalen Flavourverletzung fallen, gelangen wir zum
generischen MSSM, das eine Theorie mit u¨ber 100 freien Parametern darstellt, was ei-
ne umfassende Studie aller Auswirkungen auf die B–Physik schwierig macht, da zu viele
Spezialfa¨lle unterschieden werden mu¨ssen. Mo¨gliche Auswege sind, entweder Prozesse zu
betrachten, die nur auf einige wenige Parameter sensitiv sind, oder die Zahl der freien Pa-
rameter durch Symmetrieforderungen zu reduzieren, was beispielsweise durch Einbettung
des MSSM in eine GUT erfolgen kann. Da es bereits eine große Zahl von Untersuchun-
gen u¨ber Flavourphysik im generischen MSSM gibt, muss die Frage gestellt werden, ob
in diesem Rahmen mit vertretbarem Aufwand u¨berhaupt noch relevante neue Ergebnisse
erzielt werden ko¨nnen. Wir untersuchen in dieser Arbeit deshalb speziell die EW-Pinguin-
Operatoren aus Gl. (2.38) im Kontext des generischen MSSM, dieser Bereich ist bisher
in der Literatur meist vernachla¨ssigt worden und bietet noch Potential fu¨r neue Erkennt-
nisse. In Kap. 6 gehen wir der Frage nach, inwiefern supersymmetrische Korrekturen zu
EW-Pinguinen im Experiment sichtbare Signaturen erzeugen ko¨nnen.
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2.4.2. Isospin verletzende Neue Physik
Die starke Isospin-Transformation, die historisch bereits vor der QCD eingefu¨hrt wurde,
entspricht in der heutigen Sichtweise einer Vertauschung von Up- und Down-Quark. Wenn
beide als ununterscheidbar betrachtet werden, ist das SM invariant unter solchen Trans-
formationen, diese Symmetrie ist allerdings in der Realita¨t nicht exakt: Sowohl die leicht
unterschiedlichen Massen der beiden Quarks als auch die elektroschwache Wechselwirkung,
die im Vergleich zur starken Wechselwirkung meist nur kleine Korrekturen liefert, brechen
die Isospin-Symmetrie.
Die bereits erwa¨hnt Diskrepanz zwischen Theorie und Experiment in der Gro¨ße ∆ACP
nehmen wir zum Anlass, zusa¨tzliche Quellen von Isospin-Verletzung in B–Zerfa¨llen in
Betracht zu ziehen. Im Grenzfall exakter Isospin-Symmetrie ist ∆ACP = 0, der Messwert
∆ACP = 0.148
+0.027
−0.028 kann durch Korrekturen aus Isospin verletzender NP erkla¨rt werden,
die wir u¨ber neue Beitra¨ge zu den EW-Pinguin-Operatoren Q7−10 und Q
′
7−10 einfu¨hren
ko¨nnen.
Bisher wurden solche Beitra¨ge in der Literatur hauptsa¨chlich im Kontext der bereits
relativ genau gemessenen B → πK–Kana¨le untersucht. Dabei wurde gezeigt, dass NP-
Korrekturen von der Gro¨ßenordnung der jeweiligen SM-Beitra¨ge sein ko¨nnen, ohne expe-
rimentelle Einschra¨nkungen zu verletzen, und auch nicht wesentlich kleiner sein sollten,
um ∆ACP in Einklang mit den Daten zu bringen [27, 61–69]. Vor diesem Hintergrund stu-
dieren wir Isospin verletzende NP in verschiedenen Parametrisierungen: Einerseits fu¨hren
wir in Kap. 3.4 eine modellunabha¨ngige Parametrisierung u¨ber die Wilson-Koeffizienten
C
(′)
7−10 ein, andererseits betrachten wir konkrete Modelle, in denen signifikante Korrektu-
ren zu den EW-Pinguinen zu erwarten sind. Konkret sind das in Kap. 7 ein Modell mit
modifizierten Z0–Kopplungen an Quarks und in Kap. 8 ein Modell mit einer zusa¨tzlichen
U(1)–Eichsymmetrie und damit verbundenen neuen schweren Eichbosonen Z ′. Zusa¨tzlich
betrachten wir, wie bereits im vorigen Abschnitt erwa¨hnt, in Kap. 6 auch EW-Pinguine im
MSSM, das diesen Sektor zwar auf den ersten Blick nicht unbedingt hervorhebt, aber in
der Literatur ebenfalls als Erkla¨rung der ∆ACP–Diskrepanz vorgeschlagen wurde [70, 71].
In allen diesen Analysen dienen uns die bereits gut bekannten B → πK–Kana¨le als
Motivation und als Quelle von experimentellen Daten, unser eigentliches Ziel ist aber, einen
dazu komplementa¨ren Test fu¨r Isospin verletzende NP zu entwickeln. Dieser wird uns in
Zukunft helfen, die Frage zu kla¨ren, ob die ∆ACP–Messung wirklich durch NP beeinflusst
ist oder ob es sich um hadronische Effekte oder eine statistische Fluktuation handelt.
Die Idee ist dabei, die reinen Isospin verletzenden Zerfa¨lle B¯s → φρ0 und B¯s → φπ0 zu
untersuchen, die in den na¨chsten Jahren erstmals gemessen werden ko¨nnen.
Diese Prozesse sind sehr sensitiv auf EW-Pinguine, so dass eine Erkla¨rung von ∆ACP
durch neue substantielle Beitra¨ge in diesem Sektor große Effekte in ihren Verzweigungs-
verha¨ltnissen und CP–Asymmetrien erwarten la¨sst. Deshalb fu¨hren wir eine detaillierte
Analyse dieser beiden Zerfa¨lle im SM, in einer modellunabha¨ngigen NP-Parametrisierung
und in konkreten Erweiterungen des SM durch, die, sobald experimentelle Daten verfu¨gbar
sind, ein wichtiges Hilfsmittel bei deren Interpretation sein wird und Ru¨ckschlu¨sse auch
auf die korrekte Interpretation der B → πK–Daten zula¨sst.
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3. Isospin verletzende Neue Physik via
B¯s → φρ
0, φpi0
Dieses Kapitel stellt den ersten Teil unserer Analyse der reinen Isospin verletzenden
Zerfa¨lle dar. Wir betrachten sie hier zuna¨chst im SM und anschließend in einer mo-
dellunabha¨ngigen Parametrisierung von NP in EW-Pinguinen u¨ber die entsprechenden
Wilson-Koeffizienten. Da wir diese Analyse vor dem Hintergrund der bereits bekannten
Daten u¨ber EW-Pinguine aus B → πK und verwandten Zerfallskana¨len durchfu¨hren, stel-
len wir einen Abschnitt u¨ber Isospin-Verletzung und ihre Extraktion aus diesen Zerfa¨llen
voran.
3.1. B → piK–Zerfa¨lle und Isospin-Verletzung
3.1.1. Isospin-Zerlegung
Im Folgenden diskutieren wir B → πK–Zerfa¨lle mit besonderem Fokus auf Erhaltung
und Verletzung der starken Isospin-Symmetrie. Unter den beteiligten Mesonen bilden die
Kaonen und die B–Mesonen jeweils Dubletts unter Isospin-Transformationen, entspre-
chend ihrer Isospin-Quantenzahl I = 1/2, wa¨hrend die Pionen ein Triplett mit I = 1
darstellen. Explizit lauten die drei Multipletts
(B¯0,−B−)1/2 , (K¯0,−K−)1/2 , (π+,−π0,−π−)1 . (3.1)
Um die Isospin erhaltenden und Isospin verletzenden Anteile der Amplituden aufzu-
schlu¨sseln, ko¨nnen wir die effektiven Operatoren aus HBBNSeff in Gl. (2.43), die wir zur
Berechnung von B → πK–Zerfa¨llen verwenden, nach Isospin-Quantenzahlen sortieren.
Wir schreiben [72]
HBBNSeff = H∆I=0eff + H∆I=1eff , (3.2)
wobei Qc1,2 und die QCD-Pinguin-Operatoren Q3−6 nur zu H∆I=0eff beitragen, wa¨hrend Qu1,2
und die EW-Pinguin-Operatoren Q7−10 Beitra¨ge zu beiden Teilen des Hamiltonoperators
liefern. Dies kann man leicht durch Herunterbrechen des Isospin-Verhaltens auf Quarkni-
veau (siehe die Tabelle zu Beginn von Kap. 2.2) einsehen: Sowohl (u, d) als auch (u¯, d¯)
bilden Isospin-Dubletts, demnach kann ein q¯q–Bilinear nach der bekannten Additionsregel
1/2 ⊗ 1/2 = 1 ⊕ 0 entweder I = 1 oder I = 0 haben. In Q3−6 tritt gerade die Singulett-
Kombination (u¯u+ d¯d) auf, die u¨brigen Quarkfelder b und s tragen ohnehin keinen starken
Isospin.
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Tabelle 3.1. Theoretische und experimentelle (aus Ref. [28]) Ergebnisse fu¨r B → πK–
Zerfa¨lle.
Observable Theorie Experiment
BR(B¯0 → π0K¯0) · 106 5.8+5.7−3.6 9.5+0.5−0.5
BR(B¯0 → π+K−) · 106 14.0+12.1−7.8 19.4+0.6−0.6
BR(B− → π0K−) · 106 9.6+7.3−4.9 12.9+0.6−0.6
BR(B− → π−K¯0) · 106 15.7+13.7−8.9 23.1+1.0−1.0
RBc 1.22
+0.17
−0.15 1.12
+0.07
−0.07
RBn 1.22
+0.18
−0.16 1.02
+0.06
−0.06
RKc 1.27
+0.12
−0.11 1.24
+0.07
−0.07
RKn 1.27
+0.13
−0.15 1.13
+0.08
−0.07
Rπc 1.04
+0.10
−0.08 1.11
+0.06
−0.06
Rπn 1.55
+0.38
−0.31 1.26
+0.09
−0.09
ACP(B¯
0 → π0K¯0) −0.003+0.057−0.108 −0.01+0.10−0.10
ACP(B¯
0 → π+K−) −0.047+0.187−0.047 −0.098+0.012−0.011
ACP(B
− → π0K−) −0.028+0.221−0.059 0.050+0.025−0.025
ACP(B
− → π−K¯0) 0.003+0.012−0.003 0.009+0.025−0.025
∆ACP = ∆A
−
CP 0.019
+0.058
−0.048 0.148
+0.027
−0.028
∆A0CP 0.006
+0.118
−0.057 0.019
+0.103
−0.103
SπKS 0.80
+0.06
−0.08 0.57
+0.17
−0.17
Mit der Zerlegung (3.2) und den u¨blichen Drehimpuls-Additionsregeln ko¨nnen wir den
B → πK–U¨bergang durch seine Isospin-Quantenzahlen
1/2
∆I=1,0−→ 1⊗ 1/2 = 3/2⊕ 1/2, (3.3)
beschreiben. Alle vier Zerfallsamplituden setzen sich demnach aus den drei unabha¨ngigen
Isospin-Amplituden A∆I=01/2 , A∆I=11/2 und A∆I=13/2 zusammen, wobei der untere Index den
Isospin des Endzustands bezeichnet. Wie bereits erwa¨hnt, stellt sich heraus, dass |A∆I=01/2 |
dominant gegenu¨ber |A∆I=13/2, 1/2| ist, was durch die Unterdru¨ckung der ∆I = 1–Beitra¨ge
mit schwachen Kopplungen und CKM-Matrixelementen relativ zu den Gluon-Pinguinen
in A∆I=01/2 zu erkla¨ren ist. Wenn wir in erster Na¨herung |A∆I=13/2, 1/2| vernachla¨ssigen, kommen
wir auf einfache Verha¨ltnisse der vier B → πK–Verzweigungsverha¨ltnisse: In der Ordnung
von Tab. 3.1 ergibt sich 1 : 2 : 1 : 2. Die experimentellen Werte in Tab. 3.1 zeigen allerdings,
dass diese Na¨herung nur bis auf etwa 30% genau ist1.
Die Isospin-Amplituden erhalten Beitra¨ge von verschiedenen Feynman-Diagrammen
auf Partonniveau. Erst diese erlauben es, den CKM-Mechanismus und damit auch CP–
Verletzung in die theoretische Beschreibung der Zerfa¨lle konsistent einzubauen, d.h. eine
1Hier und in den folgenden Untersuchungen von hadronischen B–Zerfa¨llen bezeichnet BR immer CP–
gemittelte Verzweigungsverha¨ltnisse.
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Abb. 3.1. Feynman-Diagramme fu¨rB− → π0K− entsprechend der topologischen Parame-
trisierung in Gl. (3.4): V.l.n.r: Oben: QCD-Pinguin (P ), farberlaubter EW-Pinguin (rEW),
farbunterdru¨ckter EW-Pinguin (rCEW). Unten: Farberlaubter Baumgraph (rT), farbunter-
dru¨ckter Baumgraph (rC), EW-Pinguin-Annihilation (r
A
EW).
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Beziehung zwischen A∆I=01/2 , A∆I=13/2, 1/2 und ihren CP–konjugierten Gegenstu¨cken A
∆I=0
1/2 ,
A∆I=13/2, 1/2 herzustellen. Deshalb benutzen wir im Folgenden eine Parametrisierung der Zer-
fallsamplituden durch die verschiedenen Topologien der Feynman-Diagramme [73, 74] :
A(B− → π−K¯0) ≃ P
(
1− 1
3
rCEW +
2
3
rAEW
)
,
√
2A(B− → π0K−) ≃ P
(
1 + rEW +
2
3
rCEW +
2
3
rAEW − (rT + rC)e−iγ
)
,
A(B¯0 → π+K−) ≃ P
(
1 +
2
3
rCEW −
1
3
rAEW − rTe−iγ
)
,
√
2A(B¯0 → π0K¯0) ≃ −P
(
1− rEW − 1
3
rCEW −
1
3
rAEW + rCe
−iγ
)
. (3.4)
Diese topologische Parametrisierung illustrieren wir am Beispiel B− → π0K− in Abb. 3.1.
In Gl. (3.4) haben wir die fu¨hrende QCD-Pinguin-Amplitude P ausfaktorisiert und wei-
tere Pinguinamplituden vernachla¨ssigt, die relativ zu P mit |V ∗usVub|/|V ∗csVcb| unterdru¨ckt
sind. Die Topologienverha¨ltnisse ri erfu¨llen |ri| < 1 und bezeichnen die Korrekturen zu
P aus farberlaubten und farbunterdru¨ckten Baumgraphen (rT und rC), aus farberlaubten
und farbunterdru¨ckten EW-Pinguinen (rEW und r
C
EW) und aus Annihilationsbeitra¨gen von
EW-Pinguinen (rAEW). Einen weiteren Annihilationsbeitrag aus farbunterdru¨ckten Baum-
graphen, der fu¨r unsere Diskussion irrelevant ist, haben wir nicht explizit aufgefu¨hrt, und
alle Annihilationsbeitra¨ge aus QCD-Pinguinen sind in P absorbiert.
Im SM ist der Winkel γ des Unitarita¨tsdreiecks die einzige auftretende schwache Phase in
der Zerfallsamplitude, wa¨hrend die komplexen Verha¨ltnisse ri verschiedene starke Phasen
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beinhalten. Wir verwenden QCDF zur Berechnung der Amplituden. Dieser Formalismus
verwendet eine Parametrisierung durch Topologien αi und βi (siehe Anhang B), die in
direkter Beziehung zu den ri stehen. Wir ko¨nnen in dieser Notation unter Vernachla¨ssigung
marginaler Unterschiede zwischen geladenen und neutralen Mesonen schreiben
rT = −
∣∣∣∣∣λ
(s)
u
λ
(s)
c
∣∣∣∣∣ α1(πK)αˆc4(πK) , rC = −
∣∣∣∣∣λ
(s)
u
λ
(s)
c
∣∣∣∣∣ AKπAπK α2(Kπ)αˆc4(πK) ,
rEW =
3
2
AKπ
AπK
αc3,EW(Kπ)
αˆc4(πK)
, rCEW =
3
2
αc4,EW(πK)
αˆc4(πK)
, rAEW =
3
2
βc3,EW(πK)
αˆc4(πK)
, (3.5)
und erhalten unter Verwendung der Eingabeparameter aus Anhang B.2.3 folgende Zah-
lenwerte:
rT =0.17
+0.07
−0.06 + 0.03
+0.03
−0.10 i ,
rC =0.07
+0.04
−0.06 + (−0.01)+0.03−0.05 i ,
rEW =0.13
+0.05
−0.05 + 0.02
+0.02
−0.07 i ,
rCEW =0.04
+0.02
−0.03 + (−0.01)+0.02−0.03 i ,
rAEW =0.007
+0.002
−0.010 + (−0.004)+0.011−0.003 i . (3.6)
Hier erkennen wir bereits einige typische Eigenschaften von Vorhersagen der QCDF:
Starke Phasen sind mit αs oder ΛQCD/mB unterdru¨ckt und daher relativ klein, farbun-
terdru¨ckte Topologien sind sehr sensitiv auf Korrekturen der Ordnung O(ΛQCD/mB) und
beinhalten deshalb große theoretische Unsicherheiten. Die Gro¨ßenordnung der Realteile
von ri besta¨tigt die obenstehende Aussage, dass die QCD-Pinguin-Amplituden die Ver-
zweigungsverha¨ltnisse der B → πK–Moden nur bis auf etwa 30% genau beschreiben.
Unter den Isospin verletzenden Beitra¨gen ergibt die farberlaubte tree-level-Topologie rT
die gro¨ßte Korrektur, gefolgt vom EW-Pinguin rEW. Dagegen sind r
C
EW und r
A
EW klein und
werden in der Literatur meist vernachla¨ssigt, allerdings werden wir im weiteren Verlauf
der Diskussion feststellen, dass dies fu¨r die Analyse von CP–Asymmetrien nicht sinnvoll
ist, insbesondere wenn NP-Beitra¨ge beru¨cksichtigt werden: Direkte CP–Verletzung tritt
nur durch Interferenz von Topologien mit verschiedenen starken und schwachen Phasen
auf (siehe Kap. 2.2). Deshalb sind CP–Asymmetrien automatisch sensitiv auf Korrekturen
zu P , insbesondere auf die Imagina¨rteile von ri. Diese sind in QCDF entweder von der
Ordnung O(αs), in der rCEW nicht mehr farbunterdru¨ckt ist, oder O(ΛQCD/mB), d.h. ver-
gleichbar mit Annihilationsbeitra¨gen wie rAEW. Dies besta¨tigt ein Blick auf die Zahlen
in Gl. (3.6). Spa¨ter werden wir sehen, dass rCEW und r
A
EW zusa¨tzlich durch NP-Beitra¨ge
versta¨rkt sein ko¨nnen.
3.1.2. Isospinsensitive Observablen
Betrachten wir nun die in Gl. (2.62) definierte Gro¨ße ∆ACP in der topologischen Para-
metrisierung. Aus den Gln. (3.4) und (3.6) erkennen wir, dass die beteiligten Amplituden
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sich nur um kleine, Isospin verletzende Beitra¨ge rC, rEW und r
A
EW unterscheiden. Fu¨r die
CP–Asymmetrien finden wir im SM unter Vernachla¨ssigung von Termen der Ordnung
O(r2i )
ACP(B
− → π0K−) ≃ −2 Im (rT + rC) sin γ,
ACP(B¯
0 → π+K−) ≃ −2 Im(rT) sin γ. (3.7)
Eine große Differenz ∆ACP, entsprechend den experimentellen Werten in Tab. 3.1, scheint
in diesem Modellrahmen also nur durch einen großen Imagina¨rteil von rC erkla¨rbar. Betrag
und starke Phase des farbunterdru¨ckten Baumgraphen mu¨ssten also auf irgendeine Weise
numerisch versta¨rkt sein. Schließen wir große NP-Korrekturen zu SM-Baumgraphen aus,
bleibt dafu¨r nur noch die Mo¨glichkeit eines nicht-perturbativen Effektes an der Skala
ΛQCD, im Widerspruch zur QCDF-Fehlerabscha¨tzung in Gl. (3.6), oder Isospin verletzende
Korrekturen von Physik jenseits des SM, die in Gl. (3.7) nicht enthalten sind. Dies kann
z.B. rEW betreffen.
Letztere Mo¨glichkeit wurde in den letzten Jahren bereits in einer Vielzahl von NP-
Modellen untersucht [27, 61–69]. U¨blicherweise wurde dabei eine Versta¨rkung der EW-
Pinguine durch Effekte von schweren virtuellen Teilchen angenommen, was zu einer Mo-
difikation der Amplituden in Gl. (3.4) fu¨hrt. Ein einfacher illustrativer Fall ist z.B. die
Ersetzung
rEW → rEW+ r˜EWe−iδ , rCEW → rCEW+ r˜CEWe−iδ, rAEW → rAEW+ r˜AEWe−iδ, (3.8)
mit einer universellen schwachen Phase δ und in r˜
(i)
EW eingeschlossenen starken Phasen.
Fu¨r die CP–Asymmetrien folgt dann
ACP(B
− → π0K−) ≃ −2 Im (rT + rC) sin γ + 2 Im
(
r˜EW +
2
3
r˜CEW +
2
3
r˜AEW
)
sin δ,
ACP(B¯
0 → π+K−) ≃ −2 Im(rT) sin γ + 2 Im
(
2
3
r˜CEW −
1
3
r˜AEW
)
sin δ, (3.9)
so dass
∆ACP ≃ −2 Im (rC) sin γ + 2 Im
(
r˜EW + r˜
A
EW
)
sin δ (3.10)
wesentlich gro¨ßer als im SM sein kann. Die Diskrepanz zwischen Theorie und Experiment
kann aufgelo¨st werden, wenn r˜EW oder r˜
A
EW von der selben Gro¨ßenordnung wie der SM-
Term rEW ist.
Außer ∆ACP ko¨nnen wir noch weitere Kombinationen von Observablen bilden, in de-
nen sich die fu¨hrende Isospin erhaltende Amplitude P weitgehend herausku¨rzt und welche
deshalb geeignet sind, Isospin-Verletzung zu messen. Oft sind diese Gro¨ßen auch mit ge-
ringeren theoretischen Fehlern behaftet als einfache Verzweigungsverha¨ltnisse oder direkte
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CP–Asymmetrien. Wir definieren zuna¨chst die Verha¨ltnisse [75, 76]
RBc ≡ 2
BR(B− → π0K−)
BR(B− → π−K¯0) ≃ 1 + 2Re(rEW + r
C
EW)− 2Re(rT + rC) cos γ ,
RBn ≡
1
2
BR(B¯0 → π+K−)
BR(B¯0 → π0K¯0) ≃ 1 + 2Re(rEW + r
C
EW)− 2Re(rT + rC) cos γ ,
RKc ≡ 2
τB0
τB−
BR(B− → π0K−)
BR(B¯0 → π+K−) ≃ 1 + 2Re(rEW)− 2Re(rC) cos γ ,
RKn ≡
1
2
τB0
τB−
BR(B− → π−K¯0)
BR(B¯0 → π0K¯0) ≃ 1 + 2Re(rEW)− 2Re(rC) cos γ ,
Rπc ≡
τB0
τB−
BR(B− → π−K¯0)
BR(B¯0 → π+K−) ≃ 1 + 2Re(rT) cos γ − 2Re(r
C
EW),
Rπn ≡
τB0
τB−
BR(B− → π0K−)
BR(B¯0 → π0K¯0) ≃ 1− 2Re(rT + 2rC) cos γ + 2Re(2rEW + r
C
EW) ,
(3.11)
wobei die topologische Parametrisierung hier nur eine Na¨herung zur Veranschaulichung der
Struktur dieser Gro¨ßen ist. Wir vernachla¨ssigen dabei Terme, die quadratisch in ri sind,
und den numerisch irrelevanten Realteil von rAEW. Mit τM bezeichnen wir die Lebensdauer
des Mesons M . Im SM sind alle Isospin verletzenden Terme klein, so dass die Zahlenwerte
dieser Verha¨ltnisse nahe bei 1 liegen sollten. Korrekturen aus NP in EW-Pinguinen wie in
Gl. (3.8) fu¨hren zu den Ersetzungen
Re(rEW)→ Re(rEW) + Re(r˜EW) cos δ,
Re(rCEW)→ Re(rCEW) + Re(r˜CEW) cos δ (3.12)
und ko¨nnen die Verha¨ltnisse im Vergleich zur SM-Vorhersage signifikant a¨ndern. Isospin-
sensitive Gro¨ßen wie RB,K,πc,n eignen sich daher zur Einschra¨nkung von NP-Korrekturen zu
den EW-Pinguinen durch Vergleich mit experimentellen Daten. Die sechs verschiedenen
Verha¨ltnisse in Gl. (3.11) ha¨ngen von unterschiedlichen Linearkombinationen von r˜EW und
r˜CEW ab, deshalb ist es stark vom verwendeten NP-Modell abha¨ngig, welche Verha¨ltnisse
die sta¨rksten Einschra¨nkungen ergeben.
CP–Asymmetrien sind per Definition schon Verha¨ltnisse von Zerfallsraten, aus denen
sich die QCD-Pinguin-Amplitude weitgehend herausku¨rzt. Deshalb mu¨ssen wir, um be-
sonders isospinsensitive Gro¨ßen zu erhalten, nur noch die Differenzen
∆A−CP ≡ ACP(B− → π0K−) − ACP(B¯ → π+K−) = ∆ACP
∆A0CP ≡ ACP(B− → π−K¯0) − ACP(B¯ → π0K¯0), (3.13)
bilden, von denen die erste der bereits diskutierten Gro¨ße ∆ACP entspricht. In der Pa-
rametrisierung von Gln. (3.4) und (3.8) gilt ∆A0CP = ∆A
−
CP bis auf quadratische Terme
in ri, mit dem in Gl. (3.10) angegebenen Ausdruck. Eine genaue Messung von ∆A
0
CP
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wa¨re deshalb wu¨nschenswert, um Ru¨ckschlu¨sse auf die Ursache der Abweichung von der
SM-Vorhersage ∆A−CP ≈ 0 zu ziehen.
Zusa¨tzlich betrachten wir noch die mischungsinduzierte CP–Asymmetrie im Zerfall von
B0 oder B¯0 in den CP–Eigenzustand π0KS . Mit den gleichen Na¨herungen wie fu¨r R
B,K,π
c,n
finden wir
SπKS ≃ sin 2β + 2Re (rC) cos 2β sin γ − 2Re(r˜EW + r˜CEW) cos 2β sin δ. (3.14)
Auf den ersten Blick sieht auch diese Gro¨ße nach einer Isospin verletzenden Observable aus,
dieser Eindruck ist aber nicht korrekt. Die Tatsache, dass die QCD-Pinguin-Amplitude aus
SπKS herausfa¨llt, liegt nur daran, dass sie keine schwache Phase tra¨gt. Eine Isospin erhal-
tende NP-Amplitude mit einer neuen schwachen Phase wu¨rde in Gl. (3.14) analog zu r˜EW
und r˜CEW eingehen. Nichtsdestotrotz ist SπKS fu¨r unsere Zwecke hilfreich, da diese Gro¨ße
in QCDF nur kleine theoretische Unsicherheiten besitzt und deshalb unter der Annahme,
dass NP nur in den EW-Pinguinen auftritt, die Terme r˜EW und r˜
C
EW stark einschra¨nken
kann. Insbesondere im Fall, dass diese Terme die Diskrepanz in ∆ACP erkla¨ren, was nur
mit einer großen Phase δ mo¨glich ist, ergibt sich eine deutliche Abweichung vom SM.
In Tab. 3.1 fassen wir die aktuellen experimentellen Werte und unsere theoretischen SM-
Vorhersagen im Rahmen der QCDF fu¨r alle Verzweigungsverha¨ltnisse, CP–Asymmetrien
und ihre o.g. isospinsensitiven Kombinationen zusammen. Die Zahlen verdeutlichen, dass
insbesondere die CP–Asymmetrien, die erst in der na¨chstfu¨hrenden Ordnung in αs oder
ΛQCD/mB auftreten, sehr große theoretische Unsicherheiten aufweisen, die vor allem aus
nicht-faktorisierbaren Beitra¨gen an der hadronischen Skala ΛQCD stammen. Wir erkennen
allerdings auch, wie stark sich diese Unsicherheiten durch geschickte Kombination von
Observablen reduzieren lassen, so dass auch hadronische FCNC–B–Zerfa¨lle als Werkzeuge
fu¨r Tests des SM und die Einschra¨nkung von NP hilfreich sind, wenn auch in geringerem
Maße als die entsprechenden (semi-)leptonischen und radiativen Moden.
Nach Vero¨ffentlichung der ersten hinreichend genauen Messungen der B → πK–
Verzweigungsverha¨ltnisse wurde in der Literatur ein sogenanntes
”
B → πK–Puzzle“ dis-
kutiert, da die Daten auf deutliche Abweichungen vom SM mit RBc > 1 und R
B
n < 1 hin-
deuteten [76–81]. Wie aus Tab. 3.1 ersichtlich sind die aktuellen Daten dieser Gro¨ßen aber
innerhalb der Fehlergrenzen in Einklang mit den SM-Vorhersagen. Wir betrachten sie da-
her nicht als Hinweis auf NP, sondern als Mo¨glichkeit der Einschra¨nkung von NP-Modellen.
Lediglich ∆ACP weicht momentan signifikant vom SM ab und ko¨nnte ein Hinweis auf Iso-
spin verletzende NP sein. Die Differenz ∆A0CP ko¨nnte hierzu zusa¨tzliche Informationen
liefern, ist aber bisher noch nicht genau genug gemessen. Wir erwarten, dass erst Belle-II
mit einer genauen Messung von ACP(B¯
0 → K¯0π0) die Datenlage deutlich verbessern kann.
Das Hauptproblem bei der Suche nach NP in der EW-Pinguin-Amplitude ist, neben den
u¨blichen theoretischen und experimentellen Unsicherheiten, dass diese Amplitude immer
in einer bestimmten Kombination auftritt. Wie wir aus Gl. (3.4) ablesen ko¨nnen, ha¨ngen
die B → πK–Amplituden immer von
rEW − rC e−iγ . (3.15)
ab, was letztendlich auf die Isospin-Zerlegung in Gl. (3.2) zuru¨ckzufu¨hren ist, die die
Struktur der Amplituden bestimmt. Die topologische Parametrisierung ist im Gegensatz
zu den Isospin-Amplituden A∆I=01/2 und A∆I=13/2, 1/2 nicht redundanzfrei.
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Falls im Experiment Abweichungen vom SM festgestellt werden, ist es also nicht mo¨glich,
diese eindeutig rEW oder rC zuzuordnen. Ein NP-Beitrag r˜EW kann nur u¨ber die vier
physikalischen Kombinationen
Re(r˜EW) cos δ − Re(rC) cos γ + Re(rEW) ,
Im(r˜EW) sin δ − Im(rC) sin γ ,
Im(r˜EW) cos δ − Im(rC) cos γ + Im(rEW) ,
Re(r˜EW) sin δ − Re(rC) sin γ . (3.16)
gemessen werden und konkurriert deshalb immer mit den großen hadronischen Unsicher-
heiten in rC. Ein mo¨glicher Ausweg ist die Bestimmung von rC aus B → ππ–Zerfa¨llen
u¨ber die SU(3)–Flavoursymmetrie. In Ref. [67] wurde diese Methode angewendet und
keine unerwartete Versta¨rkung von rC durch hadronische Effekte gefunden. Weiterhin
wurde festgestellt, dass nach der Fixierung von rC die SM-Vorhersage fu¨r die direkte CP–
Asymmetrie in B¯0 → π0K¯0 von den Messdaten signifikant abweicht2. Dies ist ein weiterer,
nicht mit ∆ACP korrelierter Hinweis auf eine mo¨gliche Versta¨rkung von rEW durch NP-
Korrekturen.
In unserer Arbeit nehmen wir den folgenden Standpunkt ein: Bisher liefert der Vergleich
von SM-Vorhersagen und experimentellen Daten in B → πK–Zerfa¨llen noch kein klares
Bild bezu¨glich der Hypothese von Isospin verletzender NP, lediglich die Gro¨ßen ∆ACP
und SπKS weichen vom SM ab. Die momentanen Diskrepanzen ko¨nnen erkla¨rt werden,
wenn komplexe NP-Beitra¨ge zu den EW-Pinguin-Amplituden angenommen werden, die
betragsma¨ßig mit der SM-Amplitude rEW vergleichbar sind. Um diese Annahme in den
na¨chsten Jahren zu rechtfertigen oder zu verwerfen, mu¨ssen mo¨glichst viele voneinander
unabha¨ngige Observablen gemessen werden, die auf Isospin verletzende NP sensitiv sind.
Außerdem mu¨ssen die gemessenen Abweichungen vom SM unter Beru¨cksichtigung der
Fehler so signifikant sein, dass eine Erkla¨rung durch nicht-perturbative Effekte der Ord-
nung O(ΛQCD/mB), die in der QCDF zu den intrinsischen Unsicherheiten geho¨ren, nicht
mehr plausibel erscheint. Ein naheliegender Schritt ist dabei die Untersuchung von rei-
nen Isospin verletzenden Zerfa¨llen, zu denen ausschließlich ∆I 6= 0–Amplituden beitragen
ko¨nnen. Diese bisher nur wenig studierten Prozesse sind das Thema der folgenden Kapitel.
3.2. Reine Isospin verletzende B–Zerfa¨lle
Isospin verletzende Amplituden in b → sq¯q–Zerfa¨llen sind im Normalfall u¨berlagert von
numerisch wichtigeren QCD-Pinguinen. Um Informationen u¨ber erstere zu erhalten, muss
der ∆I = 1–Anteil des effektiven schwachen Hamiltonoperators in Gl. (3.2) separat ge-
testet werden, da zu ihm keine QCD-Pinguine beitragen. In B → πK–Zerfa¨llen kann dies
nur u¨ber geschickte Kombinationen von Observablen wie z.B. ∆ACP erreicht werden, wie
im vorigen Kapitel erla¨utert. Unser Alternativvorschlag, auf den wir in diesem Kapitel im
Detail eingehen, ist die Betrachtung von reinen Isospin verletzenden Prozessen, in denen
Beitra¨ge von QCD-Pinguinen ausgeschlossen sind.
2Die in Ref. [67] ebenfalls gefundene Abweichung in SpiKS ist durch die neuesten Daten kleiner geworden.
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Wir betrachten hier die Klasse der Zwei-Ko¨rper-Zerfa¨lle von B–Mesonen mit zugrunde
liegenden FCNC-U¨berga¨ngen b → d und b → s, die fu¨r die Suche nach NP geeignet
sind. In b → d–Prozessen ist unser Vorhaben dadurch erschwert, dass bereits die QCD-
Pinguine ∆I = 1/2–Amplituden sind und wir deshalb nach reinen ∆I = 3/2–Prozessen
suchen mu¨ssen. Solche existieren zwar3 mit B− → π−π0 und B− → ρ−ρ0 , sie sind aber
von farberlaubten Baumgraph-Topologien dominiert, die weitgehend SM-artig sein sollten.
Bei den b→ s–Prozessen ist die Situation einfacher, da hier der effektive Hamiltonoperator
wie in Gl. (3.2) nur Operatoren mit ∆I = 0 und ∆I = 1 beinhaltet. QCD-Pinguine za¨hlen
zum ∆I = 0–Anteil, so dass wir nach reinen ∆I = 1–Prozessen suchen mu¨ssen. Fu¨r ein
zerfallendes B0, B¯0 oder B± ist dies unmo¨glich, da es keinen reinen I = 3/2–Zustand gibt,
der sich aus zwei leichten Mesonen zusammensetzt. Fu¨r das Bs–Meson, das ein Isospin-
Singulett ist, ko¨nnen wir geeignete Zerfallskana¨le nach dem Isospin-Schema
0
∆I=1−→ 0⊗ 1 = 1 (3.17)
finden, wenn der Endzustand sich aus einem Singulett und einem Triplett-Meson zusam-
mensetzt. Ein leichtes Isospin-Singulett entspricht einem reinen ss¯–Zustand, wir wa¨hlen
dafu¨r das Vektormeson φ, um die η − η′–Mischung nicht als zusa¨tzliche Quelle von Unsi-
cherheiten in der Rechnung beru¨cksichtigen zu mu¨ssen. Die Mischung von φ mit anderen
Mesonen ko¨nnen wir in guter Na¨herung vernachla¨ssigen. Damit finden wir zwei reine Iso-
spin verletzende Prozesse mit ∆I = 1:
B¯s → φρ0 und B¯s → φπ0 .
Beide Prozesse sind bisher in der Literatur kaum untersucht worden: Auf der experi-
mentellen Seite existiert lediglich eine alte obere Schranke BR(B¯s → φρ0) ≤ 6.17·10−4 [82]
und auf theoretischer Seite gibt es keine einzige detaillierte Analyse. Die Verzweigungs-
verha¨ltnisse und direkten CP–Asymmetrien wurden fu¨r das SM in allgemeinen Untersu-
chungen zu B–Zerfa¨llen in zwei leichte Mesonen berechnet [52, 53], außerdem wurde die
mischungsinduzierte CP–Asymmetrie in B¯s → φπ0 als Hilfsmittel zur Messung der Phase
γ vorgeschlagen [83]. In den kommenden Jahren werden diese beiden Zerfa¨lle jedoch in
den experimentell zuga¨nglichen Bereich ru¨cken und hochinteressante Studienobjekte fu¨r
Tests von Isospin-Verletzung und NP werden. Deshalb fu¨hren wir im Folgenden eine um-
fassende theoretische Analyse ihrer Pha¨nomenologie durch, sowohl im SM als auch unter
der Annahme der Existenz neuer Quellen von Isospin-Verletzung.
3.3. Amplitudenstruktur und Standardmodell-Vorhersagen
fu¨r Bs → φρ, φpi
Im SM ist die Struktur der Zerfallsamplituden von B¯s → φρ0, φπ0 relativ einfach, es tragen
nur die drei in Abb. 3.2 abgebildeten Topologien bei:
• EW-Pinguine,
3Da die Pion-Tripletts bzw. Rho-Tripletts der Bose-Statistik folgen, ko¨nnen zwei Tripletts zusammen
keinen antisymmetrischen I = 1–Zustand bilden
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Abb. 3.2. Beitra¨ge von Pinguin-, Baumgraph- und Annihilations-Topologien zu B¯s →
φρ0, φπ0.
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• CKM- und farbunterdru¨ckte Baumgraphen,
• Singulett-Annihilation.
Annihilation des B¯s–Mesons ist nur mo¨glich, wenn das Flavour-Singulett φ aus Gluonen
produziert wird, da die Flavourstruktur uu¯−dd¯ der Mesonen π0 und ρ0 nicht von Gluonen
erzeugt werden kann. Diese Topologie wird in QCDF als Singulett-Annihilation bezeichnet.
Das φ ist farbneutral und ungerade unter Ladungskonjugation, deshalb werden mindestens
drei Gluonen fu¨r seine Erzeugung beno¨tigt. Das zweite Meson muss aus schwachen (wie
in Abb. 3.2) oder elektromagnetischen Wechselwirkungen stammen.
Die Singulett-Annihilation ist durch die Notwendigkeit von drei Gluonen formal von
der Ordnung in O(α3s) und wird in den QCDF-Formeln fu¨r die Zerfallsamplituden von
B¯s → φρ0, φπ0 in Ref. [52, 53] nicht beru¨cksichtigt, da diese nur Terme der Ordnung
O(αs) einschließen. Daru¨berhinaus geho¨rt sie zu den nicht faktorisierbaren, mit ΛQCD/mB
unterdru¨ckten Beitra¨gen und kann damit ohnehin nicht in einer einfachen Sto¨rungsreihe
in αs berechnet werden, da die in den Diagrammen ausgetauschten Gluonen weich sein
ko¨nnen, so dass αs kein guter Entwicklungsparameter mehr ist. Wir ko¨nnen uns daher
vom theoretischen Standpunkt aus lediglich auf die Unterdru¨ckung dieser Beitra¨ge durch
ΛQCD/mB und 1/Nc im Vergleich zu den fu¨hrenden Baumgraph- und Pinguin-Amplituden
berufen, was uns erwarten la¨sst, dass die beiden fu¨hrenden Topologien jeweils Korrekturen
im Bereich von 10%−20% aus der Annihilation erhalten, die wir nicht berechnen ko¨nnen.
Außerdem ko¨nnen wir pha¨nomenologisch mit Hilfe der OZI-Regel argumentieren [84–87],
nach der die Produktion von Vektormesonen aus drei Gluonen stark unterdru¨ckt ist. Diese
empirische Regel ist bisher allerdings theoretisch unverstanden. In jedem Fall muss Iso-
spin verletzende NP, um im Experiment eindeutig identifizierbar zu sein, Auswirkungen
auf Messgro¨ßen in B¯s → φρ0, φπ0 haben, die die aus nicht-perturbativen Korrekturen
entstehenden Unsicherheiten deutlich u¨berwiegen.
In allen unseren Rechnungen benutzen wir die vollen QCDF-Ausdru¨cke der Zerfallsam-
plituden fu¨r B¯s → φρ0, φπ0 aus den Refn. [52, 53]. Da diese jedoch aus vielen einzel-
nen Bausteinen bestehen und nicht einfach zu handhaben sind, geben wir nun einfache
Na¨herungsformeln an, mit denen die Berechnung der wichtigen Observablen auch ohne
detaillierte Kenntnisse der QCDF mo¨glich ist.
Unter Vernachla¨ssigung von Singulett-Annihilation ko¨nnen wir die Amplituden in Ana-
logie zu Gl. (3.4) parametrisieren:
√
2A(B¯s → φM2) = PM2EW
(
1− rM2C e−iγ
)
, (3.18)
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wobei M2 ein π
0, ein longitudinal polarisiertes ρ0 oder ein ρ0 mit negativer Helizita¨t sein
kann. Die Helizita¨t des φ–Mesons ist dann jeweils die gleiche. Im SM ko¨nnen wir die posi-
tive Helizita¨tsamplitude in B¯s → φρ0 vernachla¨ssigen, da sie gegenu¨ber der longitudinalen
Amplitude mit Λ2QCD/m
2
B unterdru¨ckt ist [53].
In Gl. (3.18) haben wir die EW-Pinguin-Amplitude PM2EW vorgreifend ausfaktorisiert, da
wir spa¨ter feststellen werden, dass sie der fu¨hrende Term ist, analog zu P in Gl. (3.4).
Damit stellt rM2C das Verha¨ltnis von Baumgraph- zu EW-Pinguin-Amplitude dar. Korrek-
turen durch NP zu den Wilson-Koeffizienten der EW-Pinguin-Operatoren in Gl. (2.43),
die wir in B → πK–Amplituden u¨ber Gl. (3.8) eingebaut haben, wirken sich auch auf die
Amplituden in Gl. (3.18) aus. Wir erhalten dann
√
2A(B¯s → φM2) = PM2EW
(
1 − rM2C e−iγ + r˜M2EW e−iδ
)
, (3.19)
wobei r˜M2EW eine starke Phase entha¨lt und δ die in Gl. (3.8) eingefu¨hrte schwache Phase
ist. Die Abweichung der Gro¨ße ∆ACP vom SM kann durch neue EW-Pinguine in der
Gro¨ßenordnung der entsprechenden SM-Beitra¨ge erkla¨rt werden, dies fu¨hrt uns zu |r˜M2EW| ∼
O(1) und wesentlichen Versta¨rkungen der Verzweigungsverha¨ltnisse von B¯s → φρ0, φπ0,
die bis zu einer Gro¨ßenordnung ausmachen ko¨nnen. Eine solche Versta¨rkung wa¨re im
Experiment klar erkennbar und wu¨rde eine Erkla¨rung durch nicht-perturbative Beitra¨ge
der Ordnung O(ΛQCD/mB) in rM2C unplausibel erscheinen lassen.
Wir wa¨hlen fu¨r die Zerfallsamplituden eine Phasenkonvention, in der PM2EW reell ist,
damit finden wir in QCDF folgende Zahlenwerte fu¨r die Pinguin-Topologien:
P πEW = 6.45
+1.87
−0.54 · 10−9, P ρ,0EW = 9.95+2.83−0.79 · 10−9, P ρ,−EW = 4.27+1.34−0.81 · 10−9.
(3.20)
Wir bezeichnen mit
”
0“ und
”
-“ die Helizita¨tsamplituden fu¨r den Zerfall in zwei Vektor-
mesonen. Fu¨r die Baumgraphen ergibt sich
rπC = 0.41
+0.37
−0.41 − 0.13+0.30−0.30 i ,
rρ,0C = 0.39
+0.35
−0.39 − 0.13+0.28−0.29 i ,
rρ,−C = 0.21
+0.49
−0.46 + 0.15
+0.45
−0.45 i . (3.21)
Durch Einsetzen dieser Zahlen in Gl. (3.18) erhalten wir die SM-Amplituden der B¯s–
Zerfa¨lle in guter Na¨herung. Die einfach Ersetzung γ → −γ ergibt die entsprechenden CP–
konjugierten Amplituden, d.h. den Bs–Zerfall. Anhand dieser Ergebnisse ko¨nnen dann mit
Hilfe der entsprechenden Formeln in Anhang A.4 physikalische Gro¨ßen berechnet werden.
In Kap. 3.4.1 erweitern wir diese Methode auf den Fall von NP-Beitra¨gen zu den EW-
Pinguin-Amplituden.
Die hier angegebenen Zahlenwerte basieren auf den Eingabeparametern, die in Anhang
B.2.3 zusammengefasst sind. Sie repra¨sentieren den aktuellen Stand der Berechnungen
nicht-perturbativer Gro¨ßen aus Gittereichtheorie, QCD-Summenregeln und experimen-
tellen Daten. Wir erwarten, dass die kommenden Jahre weitere Verbesserungen in der
Genauigkeit dieser Eingabewerte bringen, so dass es sinnvoll ist, auch u¨ber flexiblere
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Na¨herungsformeln fu¨r Zerfallsamplituden zu verfu¨gen, in denen solche Eingabewerte in
Zukunft angepasst werden ko¨nnen. Wir geben deshalb nun eine weitere Parametrisierung
an, die die wichtigsten Quellen von theoretischen Unsicherheiten als freie Parameter er-
fasst. Eine detaillierte Analyse der Amplituden als Funktion der Eingabeparameter fu¨hrt
uns zu dem Schluss, dass fu¨r die Unsicherheiten zum allergro¨ßten Teil die folgenden Pa-
rameter verantwortlich sind:
• Die Formfaktoren ABs→φ0 (0) und FBs→φ± (0),
• die CKM-Phase γ
• und die nicht faktorisierbare Spektatorquark-Wechselwirkung, die durch eine kom-
plexe Zahl XH und das erste inverse Moment λBs der Lichtkegel-Verteilungsampli-
tude des Bs–Mesons parametrisiert wird.
Alle weiteren Eingabewerte, d.h. Zerfallskonstanten, Gegenbauer-Momente von Vertei-
lungsamplituden der leichten Mesonen, Quarkmassen und CKM-Parameter, haben da-
gegen vernachla¨ssigbar kleine Auswirkungen, so dass wir sie in guter Na¨herung gleich
ihren Mittelwerten setzen ko¨nnen. Damit erhalten wir Na¨herungsformeln fu¨r die Gro¨ßen
in Gln. (3.20) und (3.21):
P πEW = 17.0A
Bs→φ
0 (0) · 10−9, rπC = −0.12i − 0.02 +
0.01GeV(1 +XH)
ABs→φ0 (0)λBs
,
P ρ,0EW = 26.2A
Bs→φ
0 (0) · 10−9, rρ,0C = −0.13i − 0.02 +
0.01GeV(1 +XH)
ABs→φ0 (0)λBs
,
P ρ,−EW = 6.6F
Bs→φ
− (0) · 10−9, rρ,−C = 0.14i − 0.06 −
0.02GeV(1−XH)
FBs→φ− (0)λBs
. (3.22)
Die Baumgraph-Topologien rM2C sind sehr sensitiv auf die schwer zu erfassende
Spektatorquark-Wechselwirkung, da eine zufa¨llige Auslo¨schung zwischen der fu¨hrenden
Ordnung in O(αs) und QCD-Vertex-Korrekturen auftritt. Wir ko¨nnen obige Ausdru¨cke
nun wieder in Gl. (3.18) einsetzen und beliebige Werte und Fehlergrenzen fu¨r die noch vor-
handenen freien Eingabeparameter einsetzen. Durch die Ersetzung γ → −γ erhalten wir
wie oben die CP–konjugierten Amplituden. Mit Hilfe der Formeln aus Anhang A.4 haben
wir somit eine einfache Mo¨glichkeit, physikalische Gro¨ßen ohne explizite Implementierung
der QCDF-Formeln zu berechnen.
Zum Abschluss dieses Kapitels geben wir unsere SM-Vorhersagen fu¨r die Zerfa¨lle B¯s →
φπ0, φρ0 beschreibende Observablen an. Fu¨r die CP–gemittelten Verzweigungsverha¨ltnisse
finden wir
BR(B¯s → φπ0) = 1.6+1.1−0.3 · 10−7, BR(B¯s → φρ0) = 4.4+2.7−0.7 · 10−7. (3.23)
Mit den Na¨herungsformeln aus Gl. (3.22) erhalten wir zum Vergleich
BR(B¯s → φπ0) = 1.6+1.0−0.3 · 10−7, BR(B¯s → φρ0) = 4.4+2.4−0.7 · 10−7, (3.24)
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wir ko¨nnen damit also Mittelwerte und Fehler in guter Na¨herung beschreiben. Die Ver-
zweigungverha¨ltnisse sind im SM klein im Vergleich zu anderen FCNC-Zerfa¨llen von B–
Mesonen, da die Baumgraph-Beitra¨ge sowohl CKM-unterdru¨ckt als auch farbunterdru¨ckt
sind und QCD-Pinguine nicht beitragen ko¨nnen. Aus diesem Grund ist eine Messung der
Verzweigungsverha¨ltnisse schwierig und wurde bisher noch nicht erreicht. Wir werden al-
lerdings spa¨ter sehen, dass Isospin verletzende NP die Verzweigungsverha¨ltnisse um bis zu
eine Gro¨ßenordnung versta¨rken kann, so dass eine solche Messung eine sehr interessante
Aufgabe ist, die fu¨r den φρ–Endzustand im gu¨nstigen Fall sogar schon mit Tevatron-Daten
mo¨glich ist. Wir erwarten, dass BR(B¯s → φρ0) auch ohne Versta¨rkung im zuga¨nglichen
Bereich des LHCb-Experiments liegt, wa¨hrend BR(B¯s → φπ0) wahrscheinlich erst an ei-
ner Super-B-Fabrik, z.B. mit dem Belle-II-Experiment am KEK, gemessen werden kann.
Dies liegt an der einfacheren Identifikation des ρ0–Mesons u¨ber seinen Zerfallskanal in zwei
geladenen Pionen im Vergleich zum π0–Meson, das nur durch eine volle Rekonstruktion
des B–Zerfalls gut vom Untergrund zu trennen ist. Diese Methode ist fu¨r Hochenergie-
Experimente, in denen statt einzelnen Hadronen Jets gebildet werden, nicht anwendbar.
Der Kanal B¯s → φρ0 wird erwartungsgema¨ß vom longitudinal polarisierten Endzustand
dominiert, entsprechend der ΛQCD/mb–Unterdru¨ckung der transversalen Amplituden. Wir
finden
BR(B¯s → φLρ0L) = 3.7+2.5−0.7 · 10−7 (3.25)
und das longitudinale Polarisationsverha¨ltnis
fL = 0.84
+0.08
−0.11 . (3.26)
Wie oben bereits erwa¨hnt ist der Formfaktor ABs→φ0 eine der Hauptquellen von theore-
tischen Unsicherheiten in den QCDF-Vorhersagen. Wir ko¨nnen diesen Parameter weitge-
hend eliminieren, indem wir die Verha¨ltnisse
BR(B¯s → φρ0)
BR(B¯s → φπ0)
= 2.83+0.35−0.23,
BR(B¯s → φLρ0L)
BR(B¯s → φπ0)
= 2.38+0.10−0.08 . (3.27)
betrachten, die allerdings experimentell schwierig zu erfassen sind. Auch diese Verha¨ltnisse
ko¨nnen noch durch NP beeinflusst werden, da in Abha¨ngigkeit von der Chiralita¨tsstruktur
der neuen Wechselwirkungen die beiden Verzweigungsverha¨ltnisse oft in sehr unterschied-
lichem Maß versta¨rkt werden, wie wir in Kap. 3.4 sehen werden. Die Auslo¨schung von
ABs→φ0 tritt ebenfalls in den Verha¨ltnissen
BR(B¯s → φπ0)
BR(B¯s → φφ) =0.007
+0.008
−0.004,
BR(B¯s → φρ0)
BR(B¯s → φφ)
=0.020+0.023−0.010,
BR(B¯s → φLρ0L)
BR(B¯s → φφ)
= 0.017+0.019−0.009. (3.28)
auf, dort wird sie aber von zusa¨tzlichen Unsicherheiten aus dem von QCD-Pinguinen
dominierten Kanal B¯s → φφ kompensiert. Der Nutzen dieser letzten Verha¨ltnisse ist daher
eher der direkte Vergleich mit Daten von LHCb, wo die Bs–Verzweigungsverha¨ltnisse
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nicht absolut gemessen werden ko¨nnen, weil die Zahl der produzierten Bs–Mesonen nicht
bekannt ist. Zum Schluss berechnen wir noch die direkten CP–Asymmetrien
AdirCP(B¯s → φρ0) = 0.19+0.53−0.61, AdirCP(B¯s → φπ0) = 0.27+0.50−0.62, (3.29)
die wie man sieht mit sehr großen Unsicherheiten behaftet sind und aufgrund der kleinen
Verzweigungsverha¨ltnisse auch sehr schwer zu messen sind. Sie sind deshalb fu¨r unsere
weiteren Untersuchungen nicht von Interesse.
3.4. Modellunabha¨ngige Analyse Neuer Physik in
Bs → φρ, φpi
Im letzten Kapitel haben wir vorgeschlagen, die durch die ∆ACP–Diskrepanz motivierte
Hypothese Isospin verletzender NP u¨ber die reinen Isospin verletzenden Zerfa¨lle B¯s →
φρ0, φπ0 zu testen. Zu diesem Zweck fu¨hren wir nun eine quantitative Analyse dieser
Zerfa¨lle im Hinblick auf NP durch, die wir durch eine modellunabha¨ngige Modifikation der
Wilson-Koeffizienten im effektiven Hamiltonoperator parametrisieren. In den Kapiteln 6,
7 und 8 werden wir dann die Auswirkungen konkreter Erweiterungen des SM betrachten.
Wir nehmen zusa¨tzliche Beitra¨ge zu den EW-Pinguin-Koeffizienten C
(′)
7 , ..., C
(′)
10 an und
erlauben dabei neue schwache Phasen, um den experimentellen Wert von ∆ACP erkla¨ren zu
ko¨nnen. Diese neuen Beitra¨ge passen wir durch einen χ2–Fit so an, dass sie die verfu¨gbaren
Daten aus B → πK–Zerfa¨llen inklusive ∆ACP gut beschreiben. Zusa¨tzlich fordern wir,
dass sie mit den Daten von weiteren Zerfallskana¨len wie B → ρK, πK∗, ρK∗ auf 2σ–
Niveau kompatibel sind. Durch diese Prozedur erhalten wir realistische Zahlenwerte fu¨r
die Versta¨rkung der EW-Pinguine, die wir anschließend fu¨r die Untersuchung von NP-
Effekten in B¯s → φρ0, φπ0 verwenden.
Wir betonen, dass eine solche Analyse, die Korrelationen zwischen B0– und Bs–
Zerfallskana¨len mit verschiedenen pseudoskalaren Mesonen und Vektormesonen im End-
zustand ausnutzt, nur mo¨glich ist, wenn die betreffenden Operator-Matrixelemente durch
eine auf alle Zerfa¨lle anwendbare, fundamentale Methode wie QCDF berechnet werden.
Flavoursymmetrien wie SU(3)F , die in der Literatur z.B. zur Korrelation von B → πK
mit B → ππ verwendet werden, ko¨nnen dies nicht leisten, sie sind nur in Spezialfa¨llen
anwendbar. Insbesondere die Kana¨le B¯s → φρ0, φπ0, deren Vorhersage unser Hauptziel
ist, haben keine geeigneten SU(3)F –Partner.
3.4.1. Modellunabha¨ngige Parametrisierung
Im SM folgen die Wilson-Koeffizienten der EW-Pinguin-Operatoren an der EW-Skala der
Hierarchie |C9| ≫ |C7| ≫ |C8|, |C10|. Dafu¨r verantwortlich sind die mit 1/ sin2 θW und
xt = m
2
t/m
2
W parametrisch versta¨rkten Beitra¨ge zu C9 und C7 aus Z–Pinguinen und Box-
diagrammen sowie die Tatsache, dass Q8,10 aufgrund ihrer Farbstruktur zum ersten Mal
in der Ordnung O(αs) generiert werden. In unsere modellunabha¨ngigen Analyse betrach-
ten wir NP-Beitra¨ge zu den farberlaubten Koeffizienten C7(mW ) und C9(mW ) und deren
gespiegelten Versionen C ′7 und C
′
9, die zu den parita¨tstransformierten Operatoren Q
′
7,9
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Tabelle 3.2. NP-Anteile der Wilson-Koeffizienten der EW-Pinguin-Operatoren bei der
Skala mb. Zum Vergleich: Der fu¨hrende SM-Koeffizient ist C
SM
9 (mb)/α = −1.203.
CNPi (mb)/α C
NP ′
i (mb)/α
C7 −0.966 q7 + 0.009 q9 −0.966 q′7 + 0.009 q′9
C8 −0.387 q7 + 0.002 q9 −0.387 q′7 + 0.002 q′9
C9 0.010 q7 − 1.167 q9 0.010 q′7 − 1.167 q′9
C10 −0.001 q7 + 0.268 q9 −0.001 q′7 + 0.268 q′9
geho¨ren. Wir normieren sie auf den fu¨hrenden SM-Beitrag
CLO9 (mW ) =
α
4π
(
xt
3
+
2
3 sin2 θW
(10Bbox0 (xt)− 4CZ0 (xt))
)
(3.30)
mit den in Anhang A.3 angegeben Inami-Lim-Funktionen Bbox0 und C
Z
0 . Wir schreiben
die NP-Beitra¨ge also als
C
(′)NP
7,9 (mW ) = C
LO
9 (mW ) q
(′)
7,9, q
(′)
7,9 = |q(′)7,9|eiφ
(′)
7,9 , (3.31)
mit freien Parametern q
(′)
7,9, die schwache Phasen φ
(′)
7,9 tragen. Die Evolution zur Skala
mb erfolgt u¨ber die Renormierungsgruppengleichungen in fu¨hrender Ordnung in αs und
ergibt die in Tab. 3.2 zusammengefassten Zahlenwerte. Die Mischung mit den hier nicht
aufgefu¨hrten Operatoren kann vernachla¨ssigt werden. Zum Vergleich: Der fu¨hrende SM-
Koeffizient hat den Wert CSM9 (mb)/α = −1.203.
Wir unterscheiden im Folgenden mehrere mo¨gliche Szenarien: Zuna¨chst betrachten wir
den Fall, dass nur einer der Parameter q7, q9, q
′
7 und q
′
9 ungleich Null ist. Anschließend
betrachten wir Fa¨lle mit zwei nicht verschwindenden Parametern, die wir der Einfachheit
halber gleichsetzen, also z.B. q7 = q9 6= 0 oder q′7 = q′9 6= 0 oder die parita¨tssymmetrischen
Szenarien q7 = q
′
7 6= 0, q9 = q′9 6= 0, und abschließend den Fall q7 = q′7 = q9 = q′9.
Die Szenarien sind so gewa¨hlt, dass ihre Gesamtheit alle mo¨glichen Effekte der neuen
Wilson-Koeffizienten qualitativ wiedergibt und gleichzeitig nie mehr als zwei reelle freie
Parameter, na¨mlich Betrag und Phase eines qi–Parameters, beru¨cksichtigt werden mu¨ssen.
Diese Vereinfachung ermo¨glicht aussagekra¨ftige χ2–Fits bzw. Einschra¨nkungen an die Pa-
rameter und sinnvolle Ru¨ckschlu¨sse auf die Versta¨rkung der Bs–Zerfa¨lle.
Die hauptsa¨chliche Motivation fu¨r die Betrachtung modifizierter EW-Pinguine ist die
Auflo¨sung der Diskrepanz in ∆ACP durch die in Gl. (3.8) eingefu¨hrten Terme r˜EW,
r˜CEW und r˜
A
EW. Wir verallgemeinern nun diese Notation und betrachten solche Terme
in B → πK–Amplituden fu¨r jeden einzelnen modifizierten Wilson-Koeffizienten. Durch
Summation erhalten wir dann die Relationen∑
i=7,9,7′,9′
r˜EW, i e
−iδi = (q7 − q′7)
[
(−0.12)+0.04−0.05 + (−0.02)+0.07−0.02 i
]
+
(q9 − q′9)
[
0.12+0.05−0.04 + 0.02
+0.02
−0.07 i
]
,∑
i=7,9,7′,9′
r˜CEW, i e
−iδi = (q7 − q′7)
[
0.10+0.03−0.02 + 0.01
+0.01
−0.06 i
]
+
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(q9 − q′9)
[
0.04+0.02−0.03 + (−0.005)+0.016−0.026 i
]
,∑
i=7,9,7′,9′
r˜AEW, i e
−iδi = (q7 − q′7)
[
0.03+0.04−0.07 + (−0.06)+0.12−0.01 i
]
+
(q9 − q′9)
[
0.007+0.003−0.010 + (−0.006)+0.012−0.003 i
]
. (3.32)
Schauen wir uns diese aufschlussreichen Beziehungen genauer an:
• Offensichtlich tragen parita¨tssymmetrische Szenarien mit qi = q′i u¨berhaupt nicht
zu B → πK bei. Dies gilt auch fu¨r alle anderen B–Zerfa¨lle in zwei pseudoskalare
Mesonen (PP–Zerfa¨lle) und folgt aus Gl. (B.19). Die U¨bereinstimmung von ∆ACP
mit dem Messwert kann also in solchen Szenarien nicht verbessert werden.
• Die Beitra¨ge r˜EW, 7(′) und r˜EW, 9(′) interferieren destruktiv miteinander. In den Fa¨llen
q7 = q9 und q
′
7 = q
′
9 ist der Beitrag zum farberlaubten EW-Pinguin deshalb ver-
nachla¨ssigbar.
• Wa¨hrend Re(r˜C
EW, 9(′)
) die u¨bliche Farbunterdru¨ckung relativ zu Re(r˜EW, 9(′)) auf-
weist, gilt dies nicht fu¨r die Beitra¨ge von q
(′)
7 . Der Grund dafu¨r ist das Zusammen-
spiel von RGE-Mischung von C
(′)
7 in C
(′)
8 (siehe Tab. 3.2), konstruktiver Interferenz
der NP-Beitra¨ge zu C
(′)
7 und C
(′)
8 im QCDF-Koeffizienten a
(′)
8 (πK) [37] und dem chi-
ralen Versta¨rkungsfaktor rπ,Kχ ≈ 1.5, siehe Gln. (B.12) und (B.13). Die q(′)9 –Beitra¨ge
weisen keinen dieser drei Effekte auf.
• Die Annihilations-Beitra¨ge r˜A
EW, 7(′)
erhalten einen u¨berraschend großen Imagina¨rteil.
Sie ergeben in unseren Szenarien mit nicht verschwindendem q7 oder q
′
7 den domi-
nanten Beitrag zu ∆ACP.
Aus Gl. (3.10) erkennen wir, dass die Diskrepanz in ∆ACP entweder durch r˜EW oder
durch r˜AEW aufgelo¨st werden kann. Alle oben aufgefu¨hrten Szenarien mit Ausnahme der
parita¨tssymmetrischen ko¨nnen dies leisten. In Abb. 3.3 illustrieren wir dies fu¨r die drei
Fa¨lle, dass entweder q7 oder q9 oder q7 = q9 nicht verschwinden. Entsprechende Diagram-
me fu¨r die gespiegelten Szenarien erhalten wir leicht durch Drehung um 180◦. Die gelb
eingefa¨rbten Gebiete enthalten alle Punkte der komplexen qi–Ebene, fu¨r die die Theo-
rievorhersage unter Beru¨cksichtigung ihrer Unsicherheiten im experimentellen 1σ–Bereich
liegt. Die blauen Bereiche bezeichnen Punkte, fu¨r die der experimentelle Mittelwert in-
nerhalb der theoretischen Fehlergrenzen liegt und die roten Kreise bezeichnen die jeweils
minimalen |qi|–Werte, die beno¨tigt werden, um die Diskrepanz auf 1σ zu reduzieren. Fu¨r
die drei Szenarien lesen wir ab: |q7| & 0.3, |q9| & 0.8 und |q7| = |q9| & 0.4. Die Tatsache,
dass fu¨r q7 = q9 trotz der Kleinheit von r˜EW bereits relativ kleine |qi|–Werte ausrei-
chend sind, demonstriert die Wichtigkeit des Annihilations-Terms r˜AEW. Wir merken an,
dass die minimalen |qi|–Werte auf den roten Kreisen eine Feinabstimmung der Phase φi
zur Auflo¨sung der Diskrepanz erfordern und dass ohne Feinabstimmung deutlich gro¨ßere
Werte im Bereich |qi| ∼ 1 beno¨tigt werden.
Unser Ziel ist letztendlich die Untersuchung der Auswirkungen solcher NP-Szenarien
auf die Zerfa¨lle B¯s → φρ0, φπ0 u¨ber die Terme r˜M2EW in Gl. (3.19). Wir fu¨hren wie oben fu¨r
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Abb. 3.3. Beno¨tigte NP–Beitra¨ge zur Auflo¨sung der ∆ACP–Diskrepanz in den drei Sze-
narien mit (v.l.n.r.) q7 6= 0, q9 6= 0 und q7 = q9 6= 0. Weitere Angaben siehe Text.
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jeden der modifizierten Wilson-Koeffizienten einen solchen Term ein und erhalten fu¨r die
vier verschiedenen Amplituden∑
i=7,9,7′,9′
r˜πEW, i e
−iδi = − 0.9 (q7 + q′7 − q9 − q′9) ,
∑
i=7,9,7′,9′
r˜ρ,0EW, i e
−iδi = 0.9
(
q7 − q′7 + q9 − q′9
)
,
∑
i=7,9,7′,9′
r˜ρ,−EW, i e
−iδi = − 0.6 (q7 + q9) ,
∑
i=7,9,7′,9′
r˜ρ,+EW, i e
−iδi = 0.6
(
q′7 + q
′
9
)× P ρ,−EW/P ρ,+EW , (3.33)
wobei wir die Beitra¨ge von q7,9 zu r˜
ρ,+
EW und die von q
′
7,9 zu r˜
ρ,−
EW aufgrund ihrer Λ
2
QCD/m
2
B–
Unterdru¨ckung vernachla¨ssigt haben. Die SM-Amplitude P ρ,+EW ku¨rzt sich am Ende in
Gl. (3.19) heraus, P ρ,−EW haben wir in Gl. (3.20) bzw. Gl. (3.22) bereits angegeben. Die
starken Phasen und theoretischen Unsicherheiten von r˜M2EW sind vernachla¨ssigbar klein, da
es sich hierbei um Verha¨ltnisse von jeweils gleichen Topologien handelt.
Die Ausdru¨cke in Gl. (3.33) veranschaulichen die Effekte der modifizierten Wilson-
Koeffizienten in den Zerfallskana¨len B¯s → φρ0, φπ0. Wir erkennen, dass fu¨r |qi| = O(1) in
der Tat neue Beitra¨ge zu den Amplituden von der Gro¨ßenordnung der EW-Pinguine im
SM erzeugt werden. Im Unterschied zu B → πK ist parita¨tssymmetrische NP in B¯s → φπ0
sichtbar, in B¯s → φρ0 geht sie u¨ber die Interferenz der verschiedenen Helitita¨tsamplituden
ein. Außerdem sind links- und rechtsha¨ndige NP voneinander unterscheidbar, wenn eine
Winkelanalyse von B¯s → φρ0 zur Messung der Polarisation des Endzustands durchgefu¨hrt
werden kann, siehe dazu auch Ref. [88]. In PP–Zerfa¨llen unterscheiden sich die beiden
Ha¨ndigkeiten wie bereits erwa¨hnt nur durch eine Drehung in der komplexen qi–Ebene.
Gl. (3.33) ist außerdem die Verallgemeinerung der Na¨herungsamplituden fu¨r B¯s →
φπ, φρ aus Kap. 3.3 fu¨r NP-Beitra¨ge in den EW-Pinguinen. Durch Auswertung von
Gl. (3.19) mit Gln. (3.20) und (3.21) – oder alternativ Gl. (3.22) – und den NP-Termen
aus Gl. (3.33) erhalten wir die gewu¨nschten Zerfallsamplituden der B¯s–Mesonen. Fu¨r die
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Bs–Mesonen mu¨ssen wir die Gleichungen CP–konjugieren, dies ko¨nnen wir einfach mit der
Ersetzung γ → −γ und komplexer Konjugation der qi erreichen. Die Formeln in Anhang
A.4 liefern dann gute Na¨herungswerte fu¨r physikalische Gro¨ßen.
3.4.2. Fit an B → piK–Daten und Einschra¨nkungen aus anderen
Zerfa¨llen
Die vier B → πK–Moden sind die am genauesten gemessenen hadronischen b→ s–Zerfa¨lle,
aus diesem Grund benutzen wir ihre Messdaten als Input fu¨r unsere quantitative NP-
Analyse. Dazu fu¨hren wir einen χ2–Fit von q
(′)
7 und q
(′)
9 an B → πK–Daten durch und
verwenden die Ergebnisse als realistische Vorgaben fu¨r zu erwartendeWerte dieser Parame-
ter. Diese erlauben uns dann, vernu¨nftige Vorhersagen fu¨r die zu erwartende Versta¨rkung
der Verzweigungsverha¨ltnisse von B¯s → φρ0 und B¯s → φπ0 zu erstellen. Bei der Be-
handlung der theoretischen und experimentellen Unsicherheiten im Fit folgen wir dem in
Anhang C vorgestellten frequentistischen Rfit-Schema [89].
Da die B → πK–Zerfa¨lle von QCD-Pinguinen dominiert werden und große theoretische
Unsicherheiten aufweisen, ist klar, dass NP-Effekte in EW-Pinguinen im Fit schwierig zu
finden sind, wenn nur die u¨blichen Verzweigungsverha¨ltnisse und CP–Asymmetrien be-
trachtet werden. Besser ist es, die in Kap. 3.1.2 eingefu¨hrten Gro¨ßen zu untersuchen, die
so konstruiert sind, dass sie speziell auf Isospin-Verletzung sensitiv sind und mit gro¨ßerer
Genauigkeit vorhergesagt werden ko¨nnen. Ein gutes Beispiel dafu¨r ist die Gro¨ße ∆ACP,
deren Abweichung vom SM bei Betrachtung der einzelnen CP–Asymmetrien in Tab. 3.1
u¨berhaupt nicht sichtbar ist, da dann die theoretischen Unsicherheiten im Bereich von
100% liegen. Ein weiterer Vorteil dieser Gro¨ßen ist, dass die Sensitivita¨t auf mo¨gliche NP-
Beitra¨ge zu den QCD-Pinguin-Operatoren Q3−6, die in vielen Modellen mit den Beitra¨gen
zu Q7−10 vergleichbar sind, reduziert wird. Solche Beitra¨ge haben wir in der Parametri-
sierung (3.31) nicht beru¨cksichtigt, da unser Interesse der Isospin verletzenden NP gilt.
Fu¨r unseren Fit an B → πK–Daten benutzen wir aus diesen U¨berlegungen heraus die
Gro¨ßen aus Kap. 3.1.2 als die Gro¨ßen, die von unserem Modell so vorhergesagt werden
sollen, dass sie mit den aktuellen Messdaten in Einklang sind. Eine Zusammenfassung der
SM-Vorhersagen und der experimentellen Werte dieser Gro¨ßen findet sich in Tab. 3.1. Die
einzige signifikante Abweichung vom SM existiert dabei in ∆ACP, so dass wir erwarten,
dass diese Gro¨ße (und in geringerem Maße auch SπKS) den Fit in Richtung von eher
großen Werten von |q(′)i | beeinflusst, wa¨hrend die restlichen Observablen Werte nahe bei
Null bevorzugen.
Zusa¨tzlich zu unserem Fit beru¨cksichtigen wir auch Einschra¨nkungen an die NP-
Parameter aus weiteren hadronischen B–Zerfa¨llen. Wir vergleichen dazu jeweils die Vor-
hersage einer Observable fu¨r diskrete Werte der Parameter qi mit ihrem Messwert und
schließen Parameterbereiche aus, die nicht auf 2σ-Niveau mit den Daten kompatibel sind.
Wir nehmen dabei wie beim Fit (siehe Anhang C) die experimentellen Fehler als Gauß’sche
Standardabweichungen an und betrachten die theoretischen Fehler in einem frequentis-
tischen Ansatz ohne Verteilungsfunktion. Dies bedeutet, dass wir als Theorievorhersage
lediglich ein Intervall (xtheo)
+σtheo, sup
−σtheo, inf
angeben, in dem der Vorhersagewert liegt, aber keine
Aussage u¨ber die Wahrscheinlichkeitsverteilung der Vorhersage innerhalb dieses Bereichs
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machen, so dass alle Punkte des Intervalls gleichberechtigt sind. xtheo ist dabei der Wert,
den wir unter Verwendung unserer Standardeingabewerte aus Anhang B.2.3 erhalten. Da-
mit muss jeder Parameterpunkt die Bedingung
(xtheo + σtheo, sup) > (xexp − 2σexp, inf) ∧ (xtheo − σtheo, inf) < (xexp + 2σexp, sup) (3.34)
fu¨r jede einzelne betrachtete Observable erfu¨llen, wobei xexp ± σexp das Ergebnis der je-
weiligen Messung ist.
Dieses Verfahren wenden wir auf Daten von B → πK–Zerfa¨llen und den verwandten Mo-
den B → ρK, B → πK∗ und B → ρK∗ an. Die Pseudoskalar-Vektor-Moden (PV –Moden)
und V V –Moden sind sensitiver auf Isospin-Verletzung als der PP–Zerfall B → πK, weil
die fu¨hrende QCD-Pinguin-Amplitude kleiner ist. Die Messungen dieser Zerfa¨lle sind je-
doch noch nicht so genau wie fu¨r B → πK, daher schließen wir sie nicht direkt in den Fit
mit ein, sondern implementieren sie als zusa¨tzliche Einschra¨nkungen an NP auf 2σ–Niveau.
Wir betrachten dabei sowohl Verzweigungsverha¨ltnisse und CP–Asymmetrien, sofern die-
se bereits gemessen wurden, als auch die isospinsensitiven Kombinationen aus Kap. 3.1.2.
Außerdem untersuchen wir mit der selben Methode auch eventuelle Einschra¨nkungen aus
B → K(∗)φ, Bs → φφ und Bs → K¯K, die allerdings weniger sensitiv auf EW-Pinguine
sind.
Es stellt sich heraus, dass die PV – und V V –Moden B → ρK, B → πK∗ und B → ρK∗
durch ihre von den PP–Kana¨len verschiedene Chiralita¨tsstruktur andere Kombinationen
der Parameter q
(′)
7,9 testen und somit hilfreiche komplementa¨re Informationen zu B →
πK liefern. Die u¨brigen Kana¨le liefern dann in fast allen Fa¨llen keine weitergehenden
Einschra¨nkungen mehr.
3.4.3. Ergebnisse der modellunabha¨ngigen Analyse
Wir pra¨sentieren nun die Ergebnisse der im vorigen Abschnitt im Detail erla¨uterten
Untersuchung. Die Abbn. 3.4 bis 3.6 fassen alle wichtigen Resultate zusammen: Die
kreisfo¨rmigen Konturen in den komplexen qi–Ebenen entsprechen Versta¨rkungsfaktoren
der Verzweigungsverha¨ltnisse von B¯s → φρ0 und B¯s → φπ0 relativ zu ihren SM-Werten.
Wir verwenden hierzu unsere Standardeingabewerte fu¨r die QCDF-Parameter. Punkte
der Ebene, fu¨r die der Versta¨rkungsfaktor innerhalb der hadronischen Unsicherheit der
SM-Vorhersage liegt, so dass NP im Experiment nicht sichtbar wa¨re, liegen auf dem rot
gestreiften Ring. Der Koordinatenursprung ist mit einem schwarzen Punkt markiert und
entspricht der SM-Vorhersage unter Verwendung der Standardeingabewerte. Die dicken
grauen und schwarzen Linien entsprechen den vom Fit an B → πK–Daten bevorzugten
Regionen, wa¨hrend die gru¨n eingefa¨rbten Bereiche die erlaubten Parameterpunkte nach
Anwendung von Gl. (3.34) auf die verschiedenen hadronischen B–Zerfa¨lle umfassen. Die
genaue Farbkodierung erla¨utern wir im Folgenden.
Wir betrachten in der modellunabha¨ngigen Analyse ausschließlich NP in EW-Pinguinen,
d.h. eventuelle NP-Beitra¨ge zu QCD-Pinguinen, wie sie in realistischen NP-Modellen oft
vorhanden sind, werden nicht beru¨cksichtigt. Um dem Rechnung zu tragen, verwenden wir
zum Vergleich zwei leicht unterschiedliche verschiedene Implementierungen des Fits und
der 2σ–Constraints:
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a) Wir wa¨hlen als experimentellen Input fu¨r den Fit in einem bestimmten Szenario zwei
der Verha¨ltnisse RB,K,πc,n und die beiden Differenzen von direkten CP -Asymmetrien
aus Kap. 3.1.2 und zusa¨tzlich die mischungsinduzierte CP–Asymmetrie SπKS . Fu¨r
die beiden Verha¨ltnisse wa¨hlen wir entweder RBc,n oder R
K
c,n oder R
π
c,n, je nachdem
was die gro¨ßte Sensitivita¨t auf das jeweilige Szenario ergibt. Die Verha¨ltnisse unter-
scheiden sich darin stark voneinander, was nach den Gln. (3.11, 3.12) und (3.32) ein-
leuchtend ist. Durch die Reduktion auf zwei Verha¨ltnisse ist gewa¨hrleistet, dass kein
Verzweigungsverha¨ltnis im Fit doppelt gewichtet wird. Fu¨r die 2σ–Constraints ver-
wenden wir alle verfu¨gbaren Verzweigungsverha¨ltnisse, CP–Asymmetrien und isos-
pinsensitiven Kombinationen daraus.
b) Wir eliminieren SπKS aus dem Fit, da diese Gro¨ße nicht allein auf Isospin verletzende,
sondern auch auf Isospin erhaltende NP sensitiv ist, solange eine neue schwache Pha-
se in der Amplitude vorhanden ist. Außerdem beru¨cksichtigen wir als 2σ–Constraints
nur noch die isospinsensitiven Gro¨ßen aus Kap. 3.1.2 bzw. deren U¨bertragungen auf
andere hadronische B–Zerfa¨lle und eliminieren die reinen Verzweigungsverha¨ltnisse
und CP–Asymmetrien.
In den Abbn. 3.4 bis 3.6 markieren die dicken schwarzen (grauen) Linien die im Fit bevor-
zugte Region nach Methode a) (b)). Sie geben das jeweilige 1σ–Konfidenzintervall an. Die
weiteren Einschra¨nkungen nach Methode a) ergeben die dunkelgru¨nen erlaubten Berei-
che, wa¨hrend Methode b) die hellgru¨nen Bereiche liefert. Logischerweise ergibt Methode
a) kleinere bevorzugte und erlaubte Bereiche in den qi–Ebenen als Methode b), ist aber
streng genommen nur unter der Voraussetzung anwendbar, dass Isospin erhaltende NP
vernachla¨ssigbar ist, wa¨hrend die Ergebnisse von Methode b) allgemein gu¨ltig sind.
Studieren wir nun die Ergebnisse in Abbn. 3.4 bis 3.6 genauer. Wir finden, dass die
verfu¨gbaren Messdaten von hadronischen B–Zerfa¨llen, insbesondere fu¨r die Szenarien mit
q9 6= 0 oder q′9 6= 0, starke Einschra¨nkungen an den Parameterraum liefern. Punkte im
Bereich |qi| & 5 sind praktisch immer ausgeschlossen, was bedeutet, dass NP-Korrekturen
zu den EW-Pinguinen nicht allzu viel gro¨ßer als die jeweiligen SM-Pinguine sein ko¨nnen.
Die Tatsache, dass der Koordinatenursprung ebenfalls ausgeschlossen ist, entspricht der
Tatsache, dass ∆ACP um mehr als 2σ vom SM abweicht.
Wie nach Gl. (3.32) plausibel ist, unterscheiden sich die B → πK–Fits der q′i–Szenarien
von den entsprechenden qi–Szenarien nur durch Vorzeichenwechsel. Fu¨r die Constraints
aus anderen Zerfa¨llen gilt das nicht mehr, da hier auch PV – und V V –Moden eingehen,
die eine andere Chiralita¨tsstruktur aufweisen, siehe Gl. (B.17). Die q
(′)
9 –Szenarien ergeben
den scha¨rfsten Fit mit einem besten Fitpunkt
|qˆ(′)9 | = 1.9 ϕˆ(′)9 = −100◦ (+180◦), (3.35)
an dem alle betrachteten B → πK–Observablen mit den gemessenen Werten voll
u¨bereinstimmen (fu¨r SπKS erhalten wir SCP = 0.55, was fast exakt dem Messwert ent-
spricht). Fu¨r q
(′)
7 = q
(′)
9 ergibt sich ein gro¨ßerer Fitbereich mit dem optimalen Wert χ
2 = 0
durch die großen theoretischen Unsicherheiten. In den Szenarien, in denen nur q
(′)
7 nicht
verschwindet, werden die B → πK–Zerfa¨lle nur wenig von NP-Korrekturen beeintra¨chtigt,
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so dass der Fit kein aussagekra¨ftiges Bild liefert. Hier werden die anderen hadronischen B–
Zerfa¨lle wichtig, die zumindest nach Methode a) beide Szenarien gut einschra¨nken ko¨nnen.
Wir finden weiterhin, dass die Constraints fu¨r den q′9–Fall und den q
′
7 = q
′
9–Fall sta¨rker
sind als in den entsprechenden Szenarien mit umgekehrter Parita¨t, wodurch die besten
Fitregionen abgeschnitten werden.
Wir ko¨nnen aus den Abbn. 3.4 bis 3.6 direkt Versta¨rkungsfaktoren der Bs–Zerfa¨lle
BRSM+NP/BRSM in den erlaubten und bevorzugten Bereichen ablesen. Wir finden, dass
viele Szenarien betra¨chtliche Versta¨rkungen erlauben und große Teile der erlaubten Ge-
biete außerhalb der rot markierten SM-Bereiche liegen. Dies besta¨tigt unsere Ausgangshy-
pothese, dass gute Chancen auf klar erkennbare NP-Signale in den beiden reinen Isospin
verletzenden Zerfallskana¨len bestehen.
Tabelle 3.3. Maximale Versta¨rkungsfaktoren fu¨r BR(B¯s → φπ0) und BR(B¯s → φρ0)
relativ zu ihren SM-Werten im 1σ–CL–Bereich des Fits unter Beru¨cksichtigung der Ein-
schra¨nkungen aus hadronischen B–Zerfa¨llen nach Methode a). Wir verwenden die Stan-
dardwerte im SM und die Standardwerte (maximalen Werte) der NP-Vorhersage fu¨r beide
Verzweigungsverha¨ltnisse, jeweils fu¨r den qi–Wert, der die gro¨ßte Versta¨rkung ergibt. Fu¨r
die Zahlen im unteren Teil der Tabelle wurde ∆ACP nicht als Bedingung beru¨cksichtigt.
Scenario BR(B¯s→φπ
0)
BRSM(B¯s→φπ0)
BR(B¯s→φLρ
0
L)
BRSM(B¯s→φLρ
0
L)
BR(B¯s→φρ0)
BRSM(B¯s→φρ0)
q7 6= 0 11.0 (18.7) 6.0 (9.9) 5.3 (8.4)
q9 6= 0 8.8 (16.4) 9.3 (17.0) 8.7 (15.1)
q7 = q9 6= 0 1.0 (1.7) 11.5 (21.1) 10.8 (18.7)
q′7 6= 0 8.3 (15.6) 8.8 (16.4) 8.4 (14.7)
q′9 6= 0 6.2 (9.8) 2.8 (5.6) 2.7 (5.0)
q′7 = q
′
9 6= 0 1.0 (1.7) 5.7 (8.9) 5.2 (7.9)
q7 = q
′
9 6= 0 1.0 (1.7) 1.0 (1.7) 1.6 (2.3)
q′7 = q9 6= 0 1.0 (1.7) 1.0 (1.7) 1.1 (1.8)
q7 = q
′
7 6= 0 29.5 (48.1) 1.0 (1.7) 2.1 (3.0)
q9 = q
′
9 6= 0 11.1 (20.5) 1.0 (1.7) 1.5 (2.2)
q7 = q
′
7 = q9 = q
′
9 6= 0 1.0 (1.8) 1.0 (1.7) 2.3 (3.4)
In Tab. 3.3 geben wir die maximalen Versta¨rkungsfaktoren an, die innerhalb der durch
den Fit bevorzugten 1σ–Region unter Beru¨cksichtigung der u¨brigen Einschra¨nkungen nach
Methode a) erreichbar sind. Tab. 3.4 zeigt die entsprechenden Ergebnisse nach Metho-
de b). Die nicht eingeklammerten Zahlen berechnen wir unter Verwendung der Standar-
deingabewerte fu¨r die hadronischen Parameter nach Anhang B.2.3, sowohl fu¨r die SM-
Vorhersagen als auch fu¨r die NP-Vorhersagen, wohingegen wir fu¨r die Zahlen in Klam-
mern das jeweils obere Ende des Fehlerbereichs der NP-Vorhersage wa¨hlen. Die qi–Werte
werden im erlaubten Bereich immer so gewa¨hlt, dass die Versta¨rkung maximal wird.
Da die parita¨tssymmetrischen Szenarien keinen Einfluss auf B → πK haben, sind sie
streng genommen durch ∆ACP auf 2σ–Niveau ausgeschlossen. Wir erhalten die maxima-
len Versta¨rkungsfaktoren in diesen Fa¨llen nur unter Auslassung von ∆ACP.
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Tabelle 3.4. Maximale Versta¨rkungsfaktoren fu¨r BR(B¯s → φπ0) und BR(B¯s → φρ0)
relativ zu ihren SM-Werten im 1σ–CL–Bereich des Fits unter Beru¨cksichtigung der Ein-
schra¨nkungen aus hadronischen B–Zerfa¨llen nach Methode b). Wir verwenden die Stan-
dardwerte im SM und die Standardwerte (maximalen Werte) der NP-Vorhersage fu¨r beide
Verzweigungsverha¨ltnisse, jeweils fu¨r den qi–Wert, der die gro¨ßte Versta¨rkung ergibt. Fu¨r
die Zahlen im unteren Teil der Tabelle wurde ∆ACP nicht als Bedingung beru¨cksichtigt.
Scenario BR(B¯s→φπ
0)
BRSM(B¯s→φπ0)
BR(B¯s→φLρ
0
L)
BRSM(B¯s→φLρ
0
L)
BR(B¯s→φρ0)
BRSM(B¯s→φρ0)
q7 6= 0 77.4 (134.1) 72.5 (117.6) 66.9 (104.7)
q9 6= 0 12.0 (21.9) 12.6 (22.8) 11.8 (20.3)
q7 = q9 6= 0 1.0 (1.7) 52.9 (90.9) 49.4 (81.0)
q′7 6= 0 56.6 (99.2) 59.5 (103.2) 54.0 (90.5)
q′9 6= 0 13.0 (20.6) 13.0 (20.5) 11.7 (18.1)
q′7 = q
′
9 6= 0 1.0 (1.8) 36.3 (58.2) 32.8 (51.2)
q7 = q
′
9 6= 0 1.0 (1.7) 1.0 (1.7) 2.5 (3.8)
q′7 = q9 6= 0 1.0 (0.0) 1.1 (1.8) 2.5 (3.8)
q7 = q
′
7 6= 0 76.0 (131.9) 1.0 (1.7) 3.8 (5.5)
q9 = q
′
9 6= 0 13.0 (20.6) 1.0 (1.7) 1.5 (2.2)
q7 = q
′
7 = q9 = q
′
9 6= 0 1.0 (1.8) 1.0 (1.7) 4.0 (5.9)
Die meisten Szenarien ermo¨glichen eine Versta¨rkung der Verzweigungsverha¨ltnisse von
bis zu einer Gro¨ßenordnung. Ausnahmen sind B¯s → φπ0 fu¨r q(′)7 = q(′)9 und B¯s → φLρ0L
fu¨r parita¨tssymmetrische Fa¨lle, was mit den jeweiligen Vorzeichen der qi in Gl. (3.33) zu
erkla¨ren ist. Die gro¨ßten Effekte sind wie zu erwarten in den Szenarien mo¨glich, die am
schlechtesten u¨ber B → πK einzuschra¨nken sind, d.h. wenn nur q(′)7 6= 0 ist oder in den
parita¨tssymmetrischen Fa¨llen. In letzteren wu¨rde eine Messung von BR(B¯s → φπ0) inter-
essante Informationen u¨ber mo¨gliche NP liefern, die u¨ber B → πK nicht erfasst werden
ko¨nnen, wa¨hrend BR(B¯s → φρ0) keine große Versta¨rkung erha¨lt. Daru¨ber hinaus liefern
je zwei zueinander parita¨tskonjugierte Szenarien in B → πK jeweils gleiche Ergebnisse bis
auf eine Drehung um 180◦ in der komplexen qi–Ebene, was in PV –Kana¨len wie B¯s → φπ0
nicht der Fall ist. Eine solche Messung wa¨re demnach auch der Unterscheidung zwischen
links- und rechtsha¨ndiger NP dienlich.
Eine Versta¨rkung von BR(B¯s → φπ0, φρ0) um eine Gro¨ßenordnung wa¨re ein gut sicht-
bares und eindeutiges Signal fu¨r NP. Wir ko¨nnen aber auch die umgekehrte Frage stel-
len: Kann eine Erkla¨rung der ∆ACP–Diskrepanz durch ein bestimmtes NP-Szenario von
einer SM-kompatiblen Messung der beiden Verzweigungsverha¨ltnisse ausgeschlossen wer-
den? Wir finden aus den Abbn. 3.4 bis 3.6, dass in fast allen hier betrachteten Szenarien
Punkte innerhalb der bevorzugten Fitregion existieren, die keine sichtbare Versta¨rkung
der Bs–Zerfa¨lle generieren, d.h. ein solcher Ausschluss ist nicht mo¨glich. Eine Ausnahme
bildet der Fall, dass nur q′9 6= 0 ist: Hier erhalten wir einen minimalen Versta¨rkungsfaktor
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fu¨r BR(B¯s → φπ0) von 2.1, wenn wir das untere Ende der Theorievorhersage heranziehen.
Mit den Standardwerten der QCDF-Parameter erhalten wir sogar den Faktor 2.7.
Tabelle 3.5. Die Isospin verletzenden Zerfa¨lle am besten Fitpunkt im Szenario q9 6= 0.
Observable |q9| = 1.9
φ9 = −100◦
BR(B¯s → φπ0) · 106 0.35+0.41−0.19
BRL(B¯s → φρ0) · 106 0.90+0.98−0.46
BR(B¯s → φρ0) · 106 1.13+0.95−0.38
Abschließend geben wir in Tab. 3.5 die Ergebnisse fu¨r den besten Fitpunkt im q9–
Szenario an. Damit endet unsere modellunabha¨ngige Untersuchung von NP-Korrekturen
zu EW-Pinguinen und es bleibt die Frage, in welchen konkreten Modellen fu¨r Erweite-
rungen des SM die hier gefundenen spektakula¨ren Versta¨rkungen der reinen Isospin ver-
letzenden Bs–Zerfa¨lle auftreten wu¨rden. Ein solches Modell muss das Potential fu¨r große
Effekte in EW-Pinguinen haben und sollte gleichzeitig keine allzu großen Versta¨rkungen
von Prozessen liefern, die von QCD-Pinguinen oder semileptonischen Pinguinen domi-
niert werden, um mit experimentellen Einschra¨nkungen kompatibel zu sein. Außerdem
mu¨ssen eventuelle Schranken aus den B − B¯–Oszillationen, radiativen B–Zerfa¨llen und
rein leptonischen B–Zerfa¨llen in Betracht gezogen werden. Kandidaten fu¨r solche Modelle
sind z.B. Erweiterungen des SM mit modifizierten Z0–Kopplungen an Quarks und solche
mit schweren Z ′–Bosonen. Wir studieren diese Modelle im Hinblick auf ihre Effekte in
B¯s → φπ0 und B¯s → φρ0 in den Kapiteln 7 und 8. In der Literatur wurde auch SUSY als
Erkla¨rung der Diskrepanz in ∆ACP u¨ber modifizierte EW-Pinguine vorgeschlagen [70, 71],
wir untersuchen diese Mo¨glichkeit in Kap. 6, nach einer kurzen Einfu¨hrung in SUSY in
Kap. 4 und der Analyse des minimal flavourverletzenden MSSM in Kap. 5.
56
3.4. Modellunabha¨ngige Analyse Neuer Physik in Bs → φρ, φπ
Abb. 3.4. Versta¨rkungsfaktoren fu¨r BR(B¯s → φπ0) und BR(B¯s → φρ0) relativ zu ihren
SM-Werten in Abha¨ngigkeit von q7 (oben) und q9 (unten), wobei jeweils alle anderen
q
(′)
i auf Null gesetzt werden. Erla¨uterungen finden sich im Text auf Seite 53. Fu¨r das
q7–Szenario liegt die bevorzugte Region des Fits links der dicken schwarzen bzw. grauen
Linie.
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Abb. 3.5. Versta¨rkungsfaktoren fu¨r BR(B¯s → φπ0) und BR(B¯s → φρ0) relativ zu ihren
SM-Werten in Abha¨ngigkeit von q′7 (oben) und q
′
9 (unten), wobei jeweils alle anderen q
(′)
i
auf Null gesetzt werden. Erla¨uterungen finden sich im Text auf Seite 53. Fu¨r das q′7–
Szenario liegt die bevorzugte Region des Fits rechts der dicken schwarzen bzw. grauen
Linie.
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Abb. 3.6. Versta¨rkungsfaktoren fu¨r BR(B¯s → φρ0) relativ zum SM-Wert in Abha¨ngigkeit
von q7 = q9 (links) und q
′
7 = q
′
9 (rechts), wobei jeweils alle anderen q
(′)
i auf Null gesetzt
werden. Erla¨uterungen finden sich im Text auf Seite 53.
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Gegenstand dieses Kapitels ist das Minimale Supersymmetrische Standardmodell
(MSSM). Grundlage dieser Theorie ist die SUSY als eine Symmetrie der Raumzeit,
die als quantenfeldtheoretische Konsequenz eine Verknu¨pfung zwischen den beiden fun-
damentalen Teilchenklassen, Fermionen und Bosonen, herstellt. U¨bertra¨gt man diesen
Gedanken auf das bekannte SM, so muss man davon ausgehen, dass zu jedem bekannten
Teilchen ein bisher unentdecktes Partnerteilchen der jeweils anderen Klasse existiert. Die
neuen Teilchen werden bei der TeV-Skala vermutet, u¨ber Schleifeneffekte liefern sie aber
signifikante Beitra¨ge auch bei niedrigeren Energieskalen, d.h. auch zur B–Physik. Die
Berechnung solcher Beitra¨ge ist wichtig fu¨r die Einschra¨nkung der Flavourstruktur des
MSSM, die zuna¨chst vo¨llig unabha¨ngig vom CKM-Mechanismus des SM ist. Hier soll
zuna¨chst die Motivation und der physikalische Gehalt der supersymmetrischen Erweite-
rung erla¨utert werden. In den sich anschließenden Kapiteln stehen die Auswirkungen auf
die B–Physik im Vordergrund der Diskussion.
Das MSSM beruht auf dem Postulat einer neuen Symmetrie der Raumzeit zusa¨tzlich
zur Poincare´-Symmetrie. In der einfachsten Version, die man auch als N = 1–SUSY be-
zeichnet, geht man von der Erweiterung der Poincare´-Algebra um einen Generator aus,
der Transformationen zwischen fermionischen und bosonischen Zusta¨nden erzeugt. Die
Poincare´-Algebra besteht aus den Generatoren der Raumzeit-Translationen Pµ und denen
der Lorentztransformationen Mµν mit den Relationen
[Pµ, Pν ] = 0, [Mµν , Pρ] = i(gνρPµ − gµρPν),
[Mµν ,Mρσ ] = −i(gµρMνσ − gµσMνρ − gνρMµσ − gνσMµρ) , (4.1)
wobei gµν der metrische Tensor im Minkowski-Raum ist. Zusa¨tzlich wird nun ein Dirac-
Spinor Q als SUSY-Generator eingefu¨gt, der folgende Beziehungen erfu¨llt:
[Pν , Qa] = 0 , [Mµν , Qa] = −(Σµν)abQb ,
{Qa, Qb} = −2(γµC)abPµ . (4.2)
Die hier verwendeten Abku¨rzungen sind in Anhang A.4 definiert. Diese erweiterte Algebra
wird als Z2–graduierte Lie-Algebra bezeichnet. Der Generator Q erzeugt Transformationen
zwischen fermionischen und bosonischen Zusta¨nden, wobei die Relationen aus Gl. (4.1)
erhalten bleiben.
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Konstruiert man nun eine Feldtheorie, die supersymmetrisch, also invariant unter eben
diesen Transformationen ist, so stellt man fest, dass diese Theorie die gleiche Anzahl von
fermionischen und bosonischen Freiheitsgraden enthalten muss.
Will man das SM zu einer supersymmetrischen Theorie ausbauen, so muss man zu je-
dem linksha¨ndigen oder rechtsha¨ndigen Fermion ein Boson mit der gleichen Masse und den
gleichen Quantenzahlen - bis auf den Spin - als Partnerteilchen finden. Umgekehrt muss fu¨r
jedes masselose Eichboson ein masseloses Fermion mit gleichen Quantenzahlen als Partner
existieren. Dies ist mit dem Teilcheninhalt des SM alleine nicht mo¨glich. Vielmehr muss
man zu jedem bekannten SM-Teilchen ein neues, bisher nicht nachgewiesenes Partnerteil-
chen postulieren, d.h. das Teilchenspektrum verdoppelt sich. Zudem muss die SUSY in
der Natur eine gebrochene Symmetrie sein, da sonst die Massen der neuen Teilchen exakt
die gleichen sein mu¨ssten wie die der bisher gefundenen. Nur wenn die Partnerteilchen
sehr viel schwerer sind, kann man verstehen, warum sie bisher an keinem Beschleuniger
beobachtet wurden. Dabei ist die konkrete Art und Weise, wie die SUSY gebrochen wird,
bisher noch Gegenstand vieler theoretischer Spekulationen, ohne dass sich bereits eine
eindeutig bevorzugte Lo¨sung dieses Problems herauskristallisiert ha¨tte.
Die Tatsache, dass eine solche radikale Erweiterung des SM u¨berhaupt in Erwa¨gung
gezogen wird, hat eine Reihe von theoretischen und pha¨nomenologischen Hintergru¨nden,
die im folgenden Abschnitt erla¨utert werden.
4.1. Motivation von Supersymmetrie
Die Anfa¨nge der SUSY in der theoretischen Physik liegen in den 1970er Jahren. Damals war
bereits das Coleman-Mandula-Theorem [90] bekannt, das eine sehr starke Aussage u¨ber die
Symmetrien der S-Matrix einer konsistenten vierdimensionalen Quantenfeldtheorie macht:
Es besagt, dass die allgemeinste mo¨gliche Symmetriegruppe lediglich das direkte Produkt
der Poincare´-Gruppe mit internen Symmetrien wie beispielsweise einer Eichgruppe sein
kann. Eine Erweiterung der Raumzeitsymmetrie oder eine nichttriviale Verknu¨pfung dieser
mit internen Symmetrien ist ausgeschlossen. Vorausgesetzt wird dabei, dass es sich um
kontinuierliche Symmetrien handelt, die mit Hilfe einer Lie-Algebra beschrieben werden.
Daran anknu¨pfend fanden mehrere unabha¨ngige Gruppen beiderseits des Eisernen Vor-
hangs die gleiche Mo¨glichkeit, die Voraussetzungen dieses Theorems zu umgehen, indem
sie die Lie-Algebra der Poincare´-Gruppe um einen antikommutierenden Generator erwei-
terten [91–94] und damit die Lie-Algebra zu einer graduierten Lie-Algebra erweiterten
(siehe oben). Damit erha¨lt man die SUSY als Erweiterung der Poincare´-Symmetrie.
Im Wess-Zumino-Modell [95–97] wurde anschließend gezeigt, dass sich eine Quantenfeld-
theorie nach Art des SM, die Fermionen und Eichbosonen in vier Raumzeit-Dimensionen
entha¨lt, mit der Forderung nach SUSY-Invarianz vereinbaren la¨sst. Dabei wird eine Eich-
theorie aus Supermultipletts aufgebaut, d.h. Objekten, die sowohl Fermionfelder als auch
Bosonfelder in sich vereinigen. Die Zahl der fermionischen und die der bosonischen Frei-
heitsgrade innerhalb eines Supermultipletts muss dabei gleich sein. Man erha¨lt auf diese
Weise also eine Theorie mit einem gewissen a¨sthetischen Wert, da die beiden fundamen-
talen Teilchenklassen nicht mehr voneinander getrennt sind.
Dies ist natu¨rlich bei weitem nicht der einzige Nutzen von SUSY. Die Entwicklung der
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Stringtheorie wurde stark vorangetrieben durch die Erkenntnis, dass unter Einbeziehung
von SUSY nicht mehr nur bosonische, sondern auch fermionische Strings mo¨glich sind
[92, 93]. In eine a¨hnliche Richtung gehen die Supergravitationstheorien [98–100], die durch
Auffassung von SUSY als lokaler Symmetrie der Super-Raumzeit zu einer Quantenfeld-
theorie der Gravitation gelangen, in der die Wechselwirkung durch ein Supermultiplett
aus einem Spin-2-Graviton und seinem Spin-3/2-Superpartner Gravitino vermittelt wird.
In beiden Fa¨llen bleibt allerdings das ungelo¨ste Problem, dass mehr als vier Raumzeitdi-
mensionen beno¨tigt werden.
Die globale SUSY fu¨hrte, aufbauend auf dem Wess-Zumino-Modell, zur Erweiterung
des SM zum MSSM [101–103]. Man stellte fest, dass diese Erweiterung einige bisheri-
ge Schwachstellen ausbessern kann. Zum einen liefert SUSY eine Lo¨sung des Hierarchie-
problems, das im Higgs-Sektor des SM auftritt. Dieses Problem besteht darin, dass die
fermionischen Schleifenkorrekturen zum Higgs-Propagator quadratische UV-Divergenzen
enthalten, also die physikalische Masse des Higgs scheinbar von der Gro¨ßenordnung des
UV-Cutoffs ist, oberhalb dessen das SM nicht mehr gu¨ltig ist, siehe Kap. 1. Dies wi-
derspricht aber dem Befund, dass die elektroschwache Symmetriebrechung auf einer Ska-
la von O(200GeV) auftritt und eine Higgs-Masse von dieser Gro¨ßenordnung impliziert.
Abhilfe ko¨nnten im SM nur zufa¨llige Auslo¨schungen zwischen den einzelnen Schleifenbei-
tra¨gen, entsprechend einem Fine-tuning der Parameter des Higgs-Sektors, schaffen. Die
Lo¨sung dieses Problems durch SUSY erscheint wesentlich natu¨rlicher: In einer exakt su-
persymmetrischen Theorie hat jedes Teilchen die gleiche Masse wie sein Superpartner,
man findet deshalb in fu¨hrender Ordnung zu jeder fermionischen Schleifenkorrektur des
Higgs-Propagators eine entsprechend gleich große bosonische Korrektur. Da die Feynman-
regeln fu¨r Fermionschleifen ein zusa¨tzliches Minuszeichen vorsehen, heben sich die beiden
Divergenzen exakt weg (siehe z.B. [104–107]).
Ein zweiter Vorteil der SUSY ist, dass sie eine Erkla¨rung fu¨r die Existenz von dunkler
Materie liefern kann. Diese fu¨r uns unsichtbare Materie dominiert im Universum u¨ber die
sichtbare Materie, kann aber nicht aus den bekannten Teilchen des SM bestehen. Ein ge-
eigneter Kandidat fu¨r dunkle Materie wa¨re ein Teilchen, das sowohl schwer, als auch stabil
und lediglich schwach oder gravitativ wechselwirkend ist. Das MSSM liefert als geeigneten
Kandidaten das leichteste Neutralino und in Supergravitationsszenarien auch das Graviti-
no, von denen eines u¨blicherweise das leichteste SUSY-Teilchen (lightest supersymmetric
particle, LSP) ist. Das LSP kann bei Erhaltung der R-Parita¨t, siehe Kap. 4.2.2, nicht mehr
in leichtere Teilchen zerfallen, es ist also stabil.
Ein dritter interessanter Aspekt des MSSM betrifft die beiden elektroschwachen Kopp-
lungskonstanten α1 und α2 und die starke Kopplungskonstante α3 = αs. Wenn man ihre
RGE lo¨st und die laufenden Konstanten u¨ber der Energie auftra¨gt, stellt man fest, dass
sie sich bei etwa 1016 GeV sehr genau treffen, was im SM nicht der Fall ist [56]. Dies
kann man als Hinweis auf eine supersymmetrische Große Vereinheitlichte Theorie oberhalb
dieser Energieskala deuten, d.h. anstelle der drei Eichwechselwirkungen der SM-Gruppe
SU(3) × SU(2)× U(1) existiert dort nur noch eine einzige Eichgruppe mit einer einzigen
Wechselwirkung.
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4.2. Definition und Teilcheninhalt des MSSM
4.2.1. Formulierung einer supersymmetrischen Eichtheorie
Das MSSM ist per Definition die kleinstmo¨gliche supersymmetrische Erweiterung des
SM. Die Eichtheorie mit der Symmetriegruppe SU(3)c × SU(2)L × U(1)Y , die alle ex-
perimentellen Tests bisher hervorragend bestanden hat, wird dabei nach Art des Wess-
Zumino-Modells auf Supermultipletts ausgedehnt. Dies sind Multipletts aus Feldern, die
untereinander durch SUSY-Transformationen verbunden sind. Wir unterscheiden zwischen
chiralen Supermultipletts, die wir zur Beschreibung von Materie beno¨tigen, und Vektor-
Supermultipletts, die auch als Eichsupermultipletts bezeichnet werden, zur Beschreibung
von Eichwechselwirkungen. Wir folgen hier der Beschreibung in Ref. [108], die ohne den
Superfeld-Formalismus auskommt.
Ein chirales Supermultiplett auf der Massenschale besitzt als Komponenten ein chira-
les zweikomponentiges Weyl-Fermionfeld ψ und ein komplexes Skalarfeld φ, d.h. jeweils
zwei bosonische und fermionische Freiheitsgrade. Fordert man Invarianz unter SUSY-
Transformationen1, findet man die allgemeine renormierbare Lagrangedichte fu¨r mitein-
ander wechselwirkende chirale Multipletts (ψi, φi), wobei i die Multipletts nummeriert:
Lchiral = −∂µφ∗i∂µφi + iψ†iσ¯µ∂µψi − 1
2
(
W ijψiψj +W
∗
ijψ
†iψ†j
)
−W iW ∗i . (4.3)
Hier sind
W i ≡ δW
δφi
und Wij ≡ δ
2W
δφiδφj
(4.4)
Funktionalableitungen einer skalaren komplexen Funktion W , die Superpotential genannt
wird und eine analytische Funktion der Skalarfelder φi ist. Die allgemeine Struktur des
renormierbaren Superpotentials
W = Liφi +
1
2
M ijφiφj +
1
6
yijkφiφjφk (4.5)
mit freien Parametern Li, M
ij und yijk gilt, solange keine weiteren Symmetrieforderungen
wie Eichinvarianz oder Erhaltung bestimmter Quantenzahlen gestellt werden.
Ein Eichsupermultiplett besteht auf der Massenschale aus einem masselosen Eichbo-
sonfeld Aaµ und einem zweikomponentigen Weyl-Fermionfeld λ
a, wobei der Index a die
Generatoren der Eichgruppe nummeriert. Es beinhaltet demnach jeweils zwei bosonische
und fermionische Freiheitsgrade. Die zugeho¨rigen kinetischen Terme sind gegeben durch
Lkineich = −
1
4
F aµνF
µνa + iλ†aσ¯µDµλ
a. (4.6)
Das Ziel ist nun, eine supersymmetrische Eichtheorie aus chiralen Supermultipletts und
Eichsupermultipletts zu konstruieren. Wir beschra¨nken die Darstellung hier auf eine ein-
zige Eichgruppe mit einem zugeho¨rigen Eichsupermultiplett, Generatoren T a und einer
Eichkopplung g. Die Verallgemeinerung auf eine zusammengesetzte Eichgruppe erfordert
lediglich eine erweiterte Notation. Zuna¨chst ersetzt man wie u¨blich die Ableitungen der
1Das Transformationsverhalten der Felder ist in Ref. [108] in Gl. (3.34 - 3.36) angegeben
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Materiefelder, hier also der Felder der chiralen Supermultipletts, durch kovariante Ablei-
tungen:
∂µφi → Dµφi = ∂µφi + igAaµ(T aφ)i (4.7)
und analog fu¨r φ∗i und ψi. Durch SUSY-Invarianz-Argumente findet dann man alle weite-
ren mo¨glichen Wechselwirkungsterme mit Eichbosonen und ihren Partnerfermionen. Ins-
gesamt ergibt sich die folgende Lagrangedichte fu¨r diese modellhafte Eichtheorie:
Ltot = Lchiral+Lkineich−
√
2g(φ∗iT aψi)λ
a−
√
2gλ†a(ψ†iT aφi)− g
2
2
(φ∗iT aφi)(φ
∗jT aφj), (4.8)
mit Lkineich aus Gl. (4.6) und Lchiral, das sich aus den Gln. (4.3–4.5) mit der Ersetzung (4.7)
ergibt. Dabei gilt es zu beachten, dass im Superpotential (4.5) alle Terme verboten sind,
die keine Eichsinguletts sind.
4.2.2. Das MSSM-Superpotential: Teilcheninhalt und R-Parita¨t
Wir definieren das MSSM als minimale supersymmetrische Erweiterung des SM. Dies
bedeutet konkret, dass keine Erweiterung der Eichgruppe GSM =SU(3)× SU(2) × U(1)
vorgenommen und der Teilcheninhalt der Theorie so wenig wie mo¨glich ausgedehnt wird.
Wir ordnen also zuna¨chst die Teilchen des SM verschiedenen chiralen Supermultipletts
und Eichsupermultipletts zu. Es stellt sich heraus, dass es unmo¨glich ist, ein Boson und
ein Fermion des SM zu einem Multiplett zusammenzufassen, da man keine solchen Teil-
chen mit den selben Eich- und Flavourquantenzahlen findet. Daher mu¨ssen wir zu jedem
bekannten Teilchen ein hypothetisches Partnerteilchen postulieren, um die Multipletts zu
vervollsta¨ndigen. Wir erhalten dadurch den in Tab. 4.1 angegebenen Teilcheninhalt des
MSSM, wobei zu beachten ist, dass es sich hier um Wechselwirkungseigenzusta¨nde und
nicht um Masseneigenzusta¨nde handelt. Die Partnerteilchen der Leptonen und Quarks
heißen Sleptonen und Squarks, sie bilden mit diesen chirale Multipletts. Die Eichbosonen
bilden zusammen mit den Winos, Binos und Gluinos Eichsupermultipletts. Als Partner
der Higgs-Bosonen fu¨hrt man die Higgsinos ein, damit erha¨lt man weitere chirale Mul-
tipletts. Bei den in der Tabelle angegeben Quantenzahlen bezeichnen c bzw. IW jeweils
die Dimension der Darstellung der Eichgruppe SU(3) bzw. SU(2), mit der sich das Feld
transformiert, wa¨hrend Y die zur Gruppe U(1) geho¨rige Hyperladung ist. Die elektrische
Ladung berechnet sich in unserer Konvention als Q = I3W + Y/2.
In der Tabelle wird auffallen, dass der Higgs-Sektor des SM auf zwei SU(2)–Dubletts
erweitert wurde. Dies ist notwendig, um die Anomaliefreiheit der Theorie zu gewa¨hrleisten,
wie man folgendermaßen einsehen kann: Um die Adler-Bell-Jackiw-Anomalie [109, 110] des
Axialvektorstroms zu vermeiden, die die Eichsymmetrie der schwachen Wechselwirkung
außer Kraft setzen kann, mu¨ssen sich wie im SM die Hyperladungen der Fermionen zu
Null addieren. Die Higgsino-Dubletts tragen die Hyperladungen YHu = +1 und YHd = −1,
es werden also beide Dubletts beno¨tigt. Die Bezeichnung mit Indizes u und d wird weiter
unten erkla¨rt.
Die Felder des MSSM sind damit festgelegt, wir ko¨nnen nun also die mo¨glichen Wech-
selwirkungen betrachten. Nach den Ergebnissen der beiden vorigen Abschnitte ko¨nnen wir
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Tabelle 4.1. Wechselwirkungseigenzusta¨nde des MSSM vor der elektroschwachen Sym-
metriebrechung mit ihren Quantenzahlen.
SM (c, IW , Y ) SUSY
(S)quarks Q =
(
uL
dL
)
(3, 2,+ 1
3
) Q˜ =
(
u˜L
d˜L
)
(3 Gen.) uR (3, 1,+
4
3
) u˜R
dR (3, 1,− 23 ) d˜R
(S)leptonen L =
(
νe
eL
)
(1, 2,−1) L˜ =
(
ν˜e
e˜L
)
(3 Gen.) eR (1, 1,−1) e˜R
Eichbosonen W 1,2,3µ (1, 3, 0) W˜
1,2,3
Bµ (1, 1, 0) B˜
und Gauginos g1,..,8µ (8, 1, 0) g˜
1,..,8
Higgs-Bosonen Hu =
(
H+u
H0u
)
(1, 2,+1) H˜u =
(
H˜+u
H˜0u
)
und Higgsinos Hd =
(
H0d
H−d
)
(1, 2,−1) H˜d =
(
H˜0d
H˜−d
)
drei Arten von Wechselwirkungen unterscheiden: Eichwechselwirkungen, Wechselwirkun-
gen aus dem Superpotential und den letzten Term (D-Term) in Gl. (4.8). Die Eichwechsel-
wirkungen sind diejenigen des SM und ihre supersymmetrisierten Varianten, d.h. Terme,
bei denen jeweils zwei SM-Felder durch ihre SUSY-Partner ersetzt wurden. Der D-Term
ergibt eine Wechselwirkung von vier Skalarfeldern, die paarweise gleich sind. Zu beachten
ist, dass wir Gl. (4.8) fu¨r eine Theorie mit einer einzigen Eichwechselwirkung, der die be-
teiligten Skalarfelder unterliegen, niedergeschrieben haben. Im MSSM gibt es fu¨r alle drei
Eichwechselwirkungen jeweils einen D-Term, wobei im SU(3)–Term nur Squarkfelder auf-
treten, im SU(2)–Term nur linksha¨ndige Sfermion- und Higgs-Felder und im U(1)–Term
alle Skalare.
Betrachten wir nun das Superpotential des MSSM. Die allgemeine Form in Gl. (4.5)
wird dabei eingeschra¨nkt durch die Forderung nach Eichinvarianz. Der Li–Term ist aus-
geschlossen, da es kein Eichsingulett mit Hyperladung Y = 0 gibt. Die Mij–Terme
erzeugen durch die Funktionalableitungen des Superpotentials letztendlich Fermion-
Massenterme in der Lagrangedichte Gl. (4.3) und verletzen daher die Eichinvarianz, ana-
log zu Fermion-Massentermen im SM. Eine Ausnahme bilden hier lediglich die chiralen
Higgs-Supermultipletts. Sie ko¨nnen zu einem gemischten Massenterm der Form ǫαβ H
α
uH
β
d
kombiniert werden, der nach der Funktionalableitung eine Higgsinomasse erzeugt. Dieser
Term ist SU(2)–invariant und hat Hyperladung Y = 0, siehe obigen Absatz zur Anomali-
efreiheit. Die yijk–Terme erzeugen Yukawa-Kopplungen und damit letztendlich auch u¨ber
den Higgs-Mechanismus die Massenterme der Fermionen. Die Yukawa-Kopplungen des SM
65
4. Supersymmetrie
werden reproduziert, wenn folgende Struktur festgelegt wird:
WMSSM = µHuHd + YUHuQ˜u˜
∗
R − YDHdQ˜d˜∗R − YEHdL˜e˜∗R (4.9)
Die SU(2)–Dubletts werden dabei durch nicht explizit dargestellte Levi-Civita-Tensoren
eichinvariant kontrahiert. Die Kopplungen YU , YD, und YE sind i.A. dreidimensionale
nicht-diagonale Matrizen im Flavourraum.
Hier wird ein weiterer Grund deutlich, warum das MSSM zwei Higgs-Dubletts beno¨tigt.
Da das Superpotential eine analytische Funktion der Felder sein muss (siehe Abschnitt
4.2.1), ko¨nnen die beiden Quark-Massenterme nicht u¨ber ein Higgs-Feld H und sein kon-
jugiertes FeldH∗ formuliert werden, obwohl es die Eichinvarianz genau wie im SM erlauben
wu¨rde. Um zu erkla¨ren, warum alle Quarks massiv sind, beno¨tigt man also ein zweites Du-
blett. Dies ist auch der Sinn der Unterscheidung der Higgs-Felder mit Indizes u und d.
Das MSSM ist damit ein Zwei-Higgs-Dublett-Modell (2HDM) vom Typ II: Jedes Dublett
koppelt entweder an up-artige oder an down-artige Quarks, aber nicht an beide.
Leider sind die in Gl. (4.9) aufgefu¨hrten Terme noch nicht die ganze Wahrheit. Sie rei-
chen aus pha¨nomenologischer Sicht aus, um die gut besta¨tigten Vorhersagen des SM zu
reproduzieren, es lassen sich aber noch weitere eichinvariante Terme finden. In ihnen sind
Slepton- oder Squarkfelder in ungerader Anzahl enthalten, was u¨ber die Formeln (4.3–4.5)
dazu fu¨hrt, dass die MSSM-Lagrangedichte Wechselwirkungen entha¨lt, die die Baryonzah-
lerhaltung oder die Leptonzahlerhaltung verletzen. Im SM sind diese beiden Symmetrien
zufa¨llig enthalten und werden vom Experiment sehr gut besta¨tigt, bspw. durch sehr starke
Einschra¨nkungen an die Lebensdauer des Protons. Um solche unerwu¨nschten Terme auch
im MSSM auszuschließen, mu¨ssen wir jedoch eine zusa¨tzliche Symmetrie einfu¨hren. Dies
fu¨hrt zum Konzept der Materie-Parita¨t oder der R-Parita¨t [111–114].
Unter der Materie-Parita¨t Mp verstehen wir eine Quantenzahl der Supermultipletts,
von der gefordert wird, dass sie an jedem MSSM-Vertex multiplikativ erhalten ist. Wir
definieren
Mp = (−1)3(B−L), (4.10)
wobei B die Baryonzahl und L die Leptonzahl ist. Damit haben Quark- und Lepton-
Supermultipletts ungerade Materie-Parita¨t, wa¨hrend die Supermultipletts der Eichboso-
nen und Higgs-Bosonen gerade sind. Pha¨nomenologisch a¨quivalent dazu ist die R-Parita¨t
Rp, die gegeben ist durch
Rp = (−1)3(B−L)+2s (4.11)
und sich auf die einzelnen Komponenten der Multipletts bezieht, dabei ist s der Spin.
Alle SM-Teilchen und alle Higgs-Bosonen haben damit Rp = 1, ihre SUSY-Partner
haben Rp = −1. Beide Symmetrien sind a¨quivalent dadurch, dass sie das MSSM-
Superpotential auf die in Gl. (4.9) dargestellten Terme reduzieren. Die R-Parita¨t ver-
deutlicht die pha¨nomenologisch wichtige Konsequenz, dass unter dieser Symmetrie alle
SUSY-Partner nur paarweise produziert werden und nicht ausschließlich in SM-Teilchen
zerfallen ko¨nnen. Das leichteste SUSY-Teilchen ist dadurch stabil und ein guter Kandi-
dat fu¨r dunkle Materie. Alternativ zu R-Parita¨t und Materie-Parita¨t wurde auch Mini-
male Flavourverletzung (siehe Kap. 5.1.1) zur Unterdru¨ckung der unerwu¨nschten Terme
des Superpotentials vorgeschlagen [115]. Dabei verschwinden die Terme allerdings nicht
vollsta¨ndig, sondern sind durch kleine Yukawa-Kopplungen unterdru¨ckt.
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Im Folgenden werden wir diesen Weg nicht weiter verfolgen, sondern definieren das
MSSM als die minimale supersymmetrische Erweiterung des SM unter Erhaltung der R-
Parita¨t bzw. Materie-Parita¨t.
4.2.3. SUSY-Brechung im MSSM
Bisher haben wir das MSSM unter der Forderung exakter SUSY-Invarianz behandelt. Un-
ter dieser Voraussetzung wa¨ren innerhalb eines jeden Supermultipletts die Teilchen gleich
schwer und damit im zuga¨nglichen Energiebereich der letzten Generation von Teilchenbe-
schleunigern wie LEP oder Tevatron. Die bisher ergebnislose Suche nach SUSY bedingt
also, dass wir es mit einer spontan gebrochenen Symmetrie zu tun haben.
Wie man schon fru¨h festgestellt hat, ist die einfachste Variante der Brechung, in der man
einem Skalarfeld innerhalb des MSSM einen SUSY-brechenden Vakuumerwartungswert
zuordnet, experimentell ausgeschlossen. Der Grund dafu¨r sind Summenregeln der Form
m2u˜L +m
2
u˜R
+m2
d˜L
+m2
d˜R
− 2m2u − 2m2d = 0, (4.12)
die fu¨r alle Supermultipletts abgeleitet werden ko¨nnen [116]. Als Ausweg postuliert man,
dass die Brechung in einem
”
unsichtbaren“ Sektor stattfindet, d.h. einem Sektor, der vom
MSSM weitgehend entkoppelt ist, und sich durch einen speziellen Mechanismus auf die
MSSM-Supermultipletts auswirkt. Vorgeschlagene Mechanismen umfassen beispielsweise
Gravitation (mSUGRA) [117–121], Eichwechselwirkungen [122–124] und Anomalien [125,
126].
Das Ergebnis einer solchen Brechung sind SUSY-brechende Terme, die in einer allgemei-
nen Form parametrisiert werden ko¨nnen und zur Lagrangedichte des MSSM hinzugefu¨gt
werden. Man spricht von weicher Brechung, da diese Terme Massendimension < 4 haben
mu¨ssen, um die in Kap. 4.1 diskutierte Auslo¨schung von quadratischen Divergenzen nicht
zu zersto¨ren [127]. Die Massenskala solcher Terme sollte nicht allzu weit von der elek-
troschwachen Skala entfernt liegen, um das Auftreten von großen Logarithmen der Form
ln(MSUSY/MEW) zu verhindern, die ebenfalls wieder ein Fine-tuning zur Stabilisierung der
Higgs-Masse erfordern wu¨rden.
Die allgemeinste Form dieser Terme ist in der elektroschwachen Basis gegeben durch
Lsoft = 1
2
(M3g˜
ag˜a +M2W˜
aW˜ a +M1B˜B˜) + h.c.
− (m2
Q˜
)ijQ˜†i Q˜j − (m2u˜)ij u˜∗Riu˜Rj − (m2d˜)ij d˜∗Rid˜Rj
− (m2
L˜
)ijL˜†i L˜j − (m2e˜)ij e˜∗Rie˜Rj
−m2HuHαuHαu −m2HdHαdHαd + (m23ǫαβ HαdHβu + h.c.)
− ǫαβ
[
T ijEH
α
d L˜
β
i e˜
∗
Rj − T ijU Hαu Q˜βi u˜∗Rj − T ijDHαd Q˜βi d˜∗Rj
]
+ h.c. (4.13)
Hier sind i, j = 1, 2, 3 Generationen-Indizes und α, β = 1, 2 SU(2)–Indizes. Die erste Zeile
beinhaltet Majorana-Massen M1,2,3 fu¨r die Gauginos, die i.A. komplex sind. In der zwei-
ten und dritten Zeile stehen hermitesche Massenmatrizen fu¨r die links- und rechtsha¨ndigen
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Sfermionen, desweiteren haben wir in der vierten Zeile die reellen Higgs-Massen mHu und
mHd in Kombination mit dem komplexen Parameter m3. Abschließend entha¨lt die letzte
Zeile die sogenannten A-Terme, die drei skalare Felder aneinander koppeln bzw. links- und
rechtsha¨ndige Sfermionen mischen, wenn die Higgs-Felder durch Vakuumerwartungswerte
(vacuum expectation values, VEVs) ersetzt werden. Die Matrizen TU,D,E sind dabei allge-
meine komplexe 3×3–Matrizen. Wir verwenden hier und im Folgenden die Konventionen
des SUSY Les Houches Accord (SLHA) [128, 129], falls nicht anders angegeben.
Alle diese SUSY-brechenden Parameter sind frei, d.h. die Theorie gibt keinerlei Auskunft
u¨ber mo¨gliche Werte. Man kommt so im MSSM auf 124 relle freie Parameter [130], im
Vergleich zu lediglich 19 im SM, Neutrinomassen nicht eingerechnet. Die Einschra¨nkung
der mo¨glichen Werte einiger dieser Parameter geho¨rt zu den wichtigsten Zielen dieser
Arbeit und wird in spa¨teren Kapiteln ausfu¨hrlich behandelt.
Durch Rotationen der Felder lassen sich zwei Phasen in Gl. (4.13) eliminieren, wir
verwenden im Folgenden die Konvention, dass m23 und M3 reell sind. Damit ist M3 auf
tree-level direkt die physikalische Gluinomasse und die VEVs vu und vd der Higgs-Felder
sind reell und positiv. Wir rotieren die Higgs-Dubletts so, dass nach Minimierung des
Higgs-Potentials gilt:
Hu =
(
H+u
vu +H
0
u
)
, Hd =
(
vd +H
0
d
H−d
)
. (4.14)
In dieser Notation ist v =
√
v2u + v
2
d = 174 GeV, wohingegen das Verha¨ltnis
tan β ≡ vu
vd
(4.15)
ein freier Parameter ist.
Die elektroschwache Symmetriebrechung SU(2)L × U(1)Y → U(1)em resultiert wie im
SM in massiven Eichbosonen W± und Z0 und einem masselosen Photon. Aus den acht
Freiheitsgraden der Higgs-Dubletts werden drei unphysikalische Goldstone-Bosonen und
fu¨nf physikalische Higgs-Teilchen, die mit h0, H0, A0 und H± bezeichnet werden. Ab-
schließend mu¨ssen noch mo¨gliche Mischungen zwischen Teilchen mit gleicher elektrischer
Ladung, gleicher Farbe und gleichem Spin durch gemeinsame Massenterme beru¨cksichtigt
werden. Dies geschieht am einfachsten durch die Zusammenfassung aller Massenterme in
den in Refn. [128, 129] angegebenen Massenmatrizen, die anschließend diagonalisiert wer-
den. Wir wa¨hlen eine Basis der Quark-Supermultipletts so, dass die Massenmatrizen der
Quarks diagonal sind, die sogenannte Super-CKM-Basis. Squarks ko¨nnen in dieser Ba-
sis durch die SUSY-Brechung allerdings immer noch Mischungsterme erhalten und jeweils
sechs neue Masseneigenzusta¨nde im up-Sektor und im down-Sektor bilden. Das gleiche gilt
analog fu¨r (S)leptonen und (S)neutrinos. Desweiteren mischen die neutralen Higgsinos mit
den neutralen Winos und Binos (bzw. Photinos und Zinos) zu Neutralinos und genauso
die geladenen Higgsinos mit den geladenen Winos zu Charginos. Damit erhalten wir die
in Tab. 4.2 zusammengefassten Masseneigenzusta¨nde der SUSY-Teilchen.
Schreibt man die Lagrangedichten aus Gln. (4.8) und (4.13) in der Basis dieser Massen-
eigenzusta¨nde, lassen sich daraus alle Feynmanregeln des MSSM ableiten. Sie finden sich
zusammengefasst in den Refn. [131] und [132].
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Tabelle 4.2. Masseneigenzusta¨nde der SUSY-Teilchen.
Squarks Sleptonen Neutralinos Charginos Gluinos
u˜1,..,6, d˜1,..,6 e˜1,..,6, ν˜1,..,3 χ˜
0
1,..,4 χ˜
±
1,2 g˜1,..,8
Wir bemerken hier einen dritten Grund fu¨r die Einfu¨hrung eines zweiten Higgs-Dubletts
im MSSM: Wir beno¨tigen zwei geladene Higgsinos H˜+u und H˜
−
d , die mit den beiden gela-
denen Winos Dirac-Massenterme bilden und mischen. Andernfalls wu¨rde sich die 4 × 4–
Massenmatrix der Charginos, die u¨blicherweise in der Basis (W˜+, H˜+u , W˜
−, H˜−d ) geschrie-
ben wird, auf eine 3 × 3–Matrix mit Rang 2 reduzieren. Damit mu¨sste ein masseloses
Chargino existieren, was der experimentellen Erfahrung widerspricht.
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Flavourverletzung
In diesem Kapitel erla¨utern wir zuna¨chst, warum das allgemeine MSSM ein Flavour-
und CP–Problem beinhaltet. Zur Lo¨sung dieses Problems verwenden wir den Ansatz
der Minimalen Flavourverletzung und untersuchen, welche wichtigen SUSY-Effekte in
diesem Szenario in der B–Physik auftreten. Auf diese Weise kommen wir zum Haupt-
gegenstand des Kapitels, dem Szenario mit großem tanβ. Wir berechnen sa¨mtliche
tan β–versta¨rkten Schleifenkorrekturen und diskutieren deren Aufsummation zu allen
Ordnungen der Sto¨rungstheorie. Wir verallgemeinern dabei die bisher bekannten Ergeb-
nisse auf beliebige Werte der SUSY-Massen und komplexe Parameter und finden neue
flavoura¨ndernde Kopplungen von Gluinos und Neutralinos. Wir fassen die Ergebnisse in
effektiven Feynmanregeln zusammen, mit Hilfe derer wir anschließend pha¨nomenologisch
relevante Prozesse untersuchen, und finden dabei neue interessante Effekte in B–Zerfa¨llen.
5.1. Das SUSY-Flavour-(CP-)Problem und Minimale
Flavourverletzung
Wie im vorigen Kapitel dargestellt, sind einige der freien Parameter der SUSY-brechenden
Lagrangedichte in Gl. (4.13) Matrizen im Flavourraum, die in der Super-CKM-Basis i.A.
nicht diagonal sind. Weiterhin entha¨lt Gl. (4.13) Parameter mit physikalischen komple-
xen Phasen. Damit bildet die SUSY-Brechung eine neue Quelle von Flavour- und CP–
Verletzung, die nicht mit der CKM-Matrix des SM in Beziehung steht. Die natu¨rliche
Erwartung, dass sa¨mtliche massebehafteten Parameter, egal ob flavourdiagonal oder
nicht, Werte der Gro¨ßenordnung Msusy = O(1TeV) annehmen und keine speziellen Ein-
schra¨nkungen fu¨r die komplexen Phasen existieren, fu¨hrt aber zu massiven Diskrepanzen
mit den aktuellen experimentellen Daten, da letztere den CKM-Mechanismus sehr gut
besta¨tigen.
Um die Vorhersagen mit den aktuellen Daten von flavoura¨ndernden Zerfa¨llen und
Meson-Oszillationen in Einklang zu bringen, muss entweder die SUSY-Brechungsskala
Msusy weit u¨ber der TeV-Skala gewa¨hlt werden, was die Motivation von SUSY u¨ber
die Stabilisierung der Higgs-Masse zersto¨ren wu¨rde, oder die Außerdiagonalelemente der
Squark-Massenmatrizen mu¨ssen sehr klein gewa¨hlt werden. Eine aktuelle quantitative Stu-
die hierzu findet sich in Ref. [133], dort wird festgestellt, dass im Down-Sektor lediglich
zwischen der zweiten und dritten Generation noch Mischungsterme im Bereich O(Msusy)
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mo¨glich sind. Im Up-Sektor sind die Einschra¨nkungen weniger stark, da flavoura¨ndernde
Top-Quark-Zerfa¨lle und D0− D¯0–Oszillationen experimentell nur schwer zuga¨nglich sind.
Elektrische Dipolmomente von Elektronen, Neutronen und Kernen schra¨nken zusa¨tzlich
die flavourdiagonalen komplexen Phasen in µ, Mi und den (1, 1)–Diagonalelementen von
TU , TD und TE stark ein [134]. Die Diagonalelemente der u¨brigen Matrizen in Gl. (4.13)
sind aufgrund der Hermitezita¨t reell. Weitere Einschra¨nkungen bezu¨glich der flavourdia-
gonalen q˜L− q˜R–Mischung [135] und der Squark-Flavourmischung [136] ko¨nnen aus einem
Natu¨rlichkeitsargument abgeleitet werden: SUSY-Schleifenkorrekturen zu den Quarkmas-
sen und den CKM-Matrixelementen sollten nicht gro¨ßer sein, als die gemessenen Werte,
da sonst eine unnatu¨rliche Feinabstimmung zwischen tree-level-Werten und Schleifenkor-
rekturen existieren mu¨sste, die fu¨r eine gegenseitige Auslo¨schung sorgt.
Die hier beschriebene Diskrepanz zwischen der im generischen MSSM zu erwartenden
Flavour- und CP–Verletzung und der experimentellen Erkenntnis, dass Abweichungen vom
CKM-Mechanismus kaum sichtbar sind, ist als SUSY-Flavour-Problem bzw. SUSY-CP–
Problem bekannt. Eine mo¨gliche Lo¨sung dieses Problems besteht in der Einfu¨hrung einer
neuen Symmetrie, die die Struktur der SUSY-brechenden Terme einschra¨nkt. Dies kann
einerseits in einem konkreten Modell der SUSY-Brechung bei einer hohen Energieskala
geschehen, andererseits kann das MSSM auch als effektive Theorie bei der TeV-Skala auf-
gefasst und die Symmetrie dort implementiert werden. Im Folgenden werden wir eine sehr
weitgehende Symmetrieannahme darlegen, die als Minimale Flavourverletzung bezeichnet
wird. Wir beschra¨nken die Diskussion von nun an auf den fu¨r uns relevanten Quarksektor
und gehen auf Lepton-Flavourverletzung nicht mehr explizit ein.
5.1.1. Minimale Flavourverletzung
Die minimalste denkbare Version von Flavourverletzung im SUSY-Brechungs-Sektor ist
die vollsta¨ndige Universalita¨t der Brechungsterme
m2
Q˜
∝ m2u˜ ∝ m2d˜ ∝ 1 , TU ∝ YU , TD ∝ YD . (5.1)
Diese Annahme hat allerdings den Nachteil, dass sie nicht invariant unter der RGE ist.
Sie kann zwar durch einen flavourblinden Mechanismus der Vermittlung der Brechung
an die MSSM-Teilchen motiviert werden, dies impliziert dann aber lediglich Universalita¨t
bei einer bestimmten Renormierungsskala. Im in der Literatur oft verwendeten minima-
len Supergravitations-Szenario (mSUGRA) [117–121] erfolgt die Vermittlung durch die
flavourblinde Gravitationswechselwirkung, die Universalita¨tsskala liegt dann aber bei der
Planck-Masse MP l = O(1019GeV), so dass durch RGE-Effekte an der SUSY-Skala Au-
ßerdiagonalelemte der Gro¨ßenordnung 1/(4π)2 ln(M2P l/M
2
susy) erwartet werden. Einfacher
ist die Situation in Brechungsszenarien mit Vermittlung durch Eichwechselwirkung (gauge
mediation, GMSB) [122–124], wo die Brechung bei wesentlich niedrigeren Skalen stattfin-
det und damit RGE-Effekte klein sind.
Als RGE-invariante Alternative wurde in Ref. [137] die Minimale Flavourverletzung
(MFV) ausgearbeitet. Hier geht man vom MSSM als effektiver Theorie an der TeV-Skala
aus, ohne ein spezielles Szenario fu¨r die Physik an ho¨heren Skalen festzulegen. Die ent-
scheidende Beobachtung ist, dass die ungebrochene Theorie genau wie das SM eine Fla-
voursymmetrie U(3)Q×U(3)u×U(3)d (siehe auch Gl. 2.5) aufweist, die durch die Yukawa-
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Kopplungen YU und YD gebrochen wird. Genau diese Matrizen sind auch fu¨r die Brechung
der Universalita¨t der SUSY-Brechungsterme durch RGE-Effekte verantwortlich. Es liegt
also nahe, MFV dadurch zu definieren, dass alle flavourverletzenden Terme direkt aus den
Yukawa-Kopplungen stammen, d.h. der Yukawa-Sektor die einzige Quelle von Flavourver-
letzung ist.
Technisch geschieht dies durch eine Symmetrieforderung. Nach Abspaltung von U(1)–
Faktoren verbleibt die Flavoursymmetrie
Gq = SU(3)Q × SU(3)u × SU(3)d, (5.2)
die von den Yukawa-Matrizen gebrochen wird. Die supersymmetrische Lagrangedichte
bleibt aber formal invariant, wenn die Yukawa-Matrizen als Spurionfelder aufgefasst wer-
den, die sich wie
YU ∼ (3¯, 3, 1) und YD ∼ (3¯, 1, 3) (5.3)
unter Gq transformieren. Die MFV-Annahme besteht nun darin, diese Invarianz auch
fu¨r die SUSY-Brechungsterme zu fordern. Damit lassen sich die SUSY-Brechungsterme
als Potenzreihe in den Yukawa-Matrizen Y †UYU und Y
†
DYD schreiben [137]. Wie in den
Arbeiten [115, 138] erla¨utert wurde, spannen die Potenzen dieser Matrizen den Raum
der hermiteschen 3× 3–Matrizen auf, so dass die Potenzreihe alleine noch nichts u¨ber die
Flavourstruktur einer hermiteschen 3×3–Matrix wie z.B. m2
Q˜
aussagt. Zusa¨tzlich muss die
Forderung gestellt werden, dass alle Koeffizienten der Reihe von der Gro¨ßenordnung O(1)
sind. Dann sind alle nicht-diagonalen Terme durch die aus dem SM in einer Diagonalbasis
YU = YˆUV, YD = YˆD (5.4)
mit diagonalen YˆU,D ableitbaren Beziehungen
(Y †UYU )ij ≈ y2t V ∗3iV3j , (Y †DYD)ij ≈ y2bδi3δj3 (5.5)
offensichtlich durch CKM-Elemente unterdru¨ckt. Hierbei wurden die diagonalisierten
Yukawa-Kopplungen der ersten und zweiten Generation vernachla¨ssigt. Weiterhin folgt
in der selben Na¨herung, dass ho¨here Potenzen von Y †UYU und Y
†
DYD proportional zu den
entsprechenden ersten Potenzen sind, so dass man letztendlich die endlichen Reihen [138]
m2
Q˜
= m20
[
a1 + b1Y
†
UYU + b2Y
†
DYD + (b3Y
†
DYDY
†
UYU + h.c.)
]
, (5.6)
m2u˜ = m
2
0
[
a2 + YU
(
b5 + c1Y
†
UYU + c2Y
†
DYD + (c3Y
†
DYDY
†
UYU + h.c.)
)
Y †U
]
, (5.7)
m2
d˜
= m20
[
a3 + YD
(
b6 + c4Y
†
UYU + c5Y
†
DYD + (c6Y
†
DYDY
†
UYU + h.c.)
)
Y †D
]
, (5.8)
TU = A0YU
(
a4 + b7Y
†
DYD + c7Y
†
UYU + c8Y
†
DYDY
†
UYU + c9Y
†
UYUY
†
DYD
)
, (5.9)
TD = A0YD
(
a5 + b8Y
†
UYU + c10Y
†
DYD + c11Y
†
DYDY
†
UYU + c12Y
†
UYUY
†
DYD
)
(5.10)
als MFV-Darstellung der flavourverletzenden SUSY-Brechungsterme erha¨lt. Wir betonen,
dass nur die Matrizen m2
Q˜,u˜,d˜
hermitesch sein mu¨ssen, d.h. die Koeffizienten b3, c3 und c6
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und alle Koeffizienten in TU,D ko¨nnen komplex sein. Dadurch ist insbesondere die CP–
Phase von (TU )33, die in spa¨teren Kapiteln eine wichtige Rolle spielen wird, in der Super-
CKM-Basis in keiner Weise numerisch unterdru¨ckt, sofern A0 = O(Msusy) ist.
5.1.2. Naive Minimale Flavourverletzung
In unseren Rechnungen im minimal flavourverletzenden MSSM benutzen wir die Na¨herung
der
”
naiven“ MFV. Dies bedeutet, dass wir die SUSY-Brechungsterme in der Super-CKM-
Basis als flavourdiagonal annehmen, wie man es in einer naiven, nicht RGE-invarianten
MFV-Formulierung tun wu¨rde. Wir vernachla¨ssigen also die durch RGE-Effekte indu-
zierten Außerdiagonalelemente und erhalten flavourdiagonale Gluino-Quark-Squark- und
Neutralino-Quark-Squark-Kopplungen. Die Chargino-Quark-Squark-Kopplungen enthal-
ten die selben CKM-Elemente wie die entsprechenden W-Kopplungen im SM. Ein solches
Szenario entspricht beispielsweise einer flavour-universellen SUSY-Brechung durch einen
nicht zu weit von der TeV-Skala entfernten Sektor der Theorie wie im GMSB-Szenario.
Dagegen setzen wir keine Universalita¨t der flavourdiagonalen Terme bei der SkalaMsusy
voraus, d.h. wir beru¨cksichtigen RGE-Effekte, die proportional zu den großen Yukawa-
Kopplungen yt,b sind und die Diagonalterme von m
2
Q˜,u˜,d˜
und TU,D betreffen. Sie brechen
die Universalita¨t derart, dass sie die Terme der dritten Generation von denen der ersten
beiden Generationen wa¨hrend der RGE trennen, so dass nur noch letztere entartet sind.
In der Literatur wurde gezeigt, dass der Einfluss der von uns vernachla¨ssigten Außer-
diagonalterme auf FCNC-Prozesse wie B − B¯–Mischung und b → sγ klein ist [139, 140],
so dass naive MFV fu¨r unsere Arbeit eine sinnvolle Na¨herung ist. Sie umfasst damit auch
die weit verbreiteten Szenarien mSUGRA [117–121] und constrained MSSM (siehe z.B.
Refn. [141, 142]).
Zur besseren Vergleichbarkeit mit der Literatur fu¨hren wir noch eine alternative Schreib-
weise fu¨r die trilinearen Terme ein, sie lauten in naiver MFV
TU =
yuAu 0 00 ycAc 0
0 0 ytAt
 , TD =
ydAd 0 00 ysAs 0
0 0 ybAb
 , (5.11)
wobei na¨herungsweise Au = Ac und Ad = As gilt. Wir verwenden weiterhin die Phasen-
konvention, dass m23 und M3 reell gewa¨hlt werden, so dass als komplexe Parameter die
Gauginomassen M1,2, die Higgsinomasse µ und die trilinearen Parameter Ai aus Gl. (5.11)
verbleiben. Unser Szenario beinhaltet damit flavourdiagonale CP–Verletzung. Da in nai-
ver MFV die Squark-Massenmatrizen blockdiagonal sind, ko¨nnen wir die Notation ver-
einfachen, indem wir nur die 2 × 2–Blo¨cke M2q˜ verwenden, von denen insbesondere der
Sbottom-Block M2
b˜
fu¨r uns relevant ist. Hilfreiche Formeln hierzu sind in Anhang A.1
zusammengefasst.
5.2. B–Physik und tanβ–Versta¨rkung
Wir interessieren uns im Folgenden fu¨r FCNC-Prozesse im MSSM mit naiver Minimaler
Flavourverletzung, da die Klasse der FCNC-Prozesse durch ihre starke Unterdru¨ckung
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im SM besonders sensitiv auf Effekte von NP ist. Im Hinblick auf die bald verfu¨gbaren
Daten von LHCb und Belle-II sind MSSM-Vorhersagen fu¨r diese Prozesse ein wichtiger
Baustein fu¨r die Suche nach SUSY. In unserem Szenario sind alle SUSY-Korrekturen zu
FCNC-Prozessen mit den gleichen CKM-Elementen unterdru¨ckt wie die entsprechenden
SM-Beitra¨ge, zusa¨tzlich stammen alle diese Prozesse aus effektiven Operatoren der Dimen-
sion 6 (siehe Kap. 2.3.1 und 2.3.3), so dass sie proportional zu 1/M2susy sein sollten. Dies
bedeutet relativ zu den SM-Beitra¨gen eine Unterdru¨ckung mit m2W /M
2
susy, die selbst fu¨r
ein (im Hinblick auf aktuelle experimentelle Ausschlussgrenzen) leichtes SUSY-Spektrum
mit Msusy = O(300GeV) noch betra¨chtlich ist.
Man muss sich also fragen, in welchen FCNC-Prozessen in diesem Modell SUSY-Effekte
u¨berhaupt mo¨glich sind, die noch groß genug erscheinen, um im Experiment klare Abwei-
chungen von SM zu erzeugen. Die einzige Mo¨glichkeit ist eine parametrische Versta¨rkung
einer bestimmten Klasse von Prozessen, die im MSSM in Form von chiraler Versta¨rkung
existiert. Chiralita¨tsu¨berga¨nge von links- zu rechtsha¨ndigen Fermionen sind im SM immer
mit Yukawa-Kopplungen verbunden, im MSSM kommt als zweite Option die Links-Rechts-
Mischung im Sfermionsektor hinzu, die sich u¨ber Schleifenkorrekturen auch auf Fermionen
auswirkt. Eine parametrische Versta¨rkung solcher U¨berga¨nge kann dann auftreten, wenn
entweder die A-Terme Werte Ai ≫Msusy annehmen, oder das Verha¨ltnis der beiden Higgs-
VEVs tan β = vu/vd ≫ 1 ist. Fu¨r die B–Physik im MFV-MSSM ist vor allem der zweite
Fall wichtig, da tanβ direkt in die Yukawa-Kopplungen der Quarks eingeht, wenn sie als
Funktion der Quarkmassen betrachtet werden. Zudem ist schwierig zu erkla¨ren, warum die
SUSY-Brechung z.B. einen Term Ab ≫Msusy erzeugen soll aber gleichzeitig |At| . Msusy
sein muss, damit die Stop-Massenmatrix positiv definit ist. Daher bescha¨ftigen wir uns im
Folgenden explizit mit der Hypothese tanβ ≫ 1 und ihren Konsequenzen.
Im MSSM erhalten die Quarks Massen aus den Yukawa-Kopplungen
Ly = −Y Uij QjHu u¯Ri + Y Dij QjHdd¯iR + h.c. , (5.12)
wobei die Dubletts durch implizite Levi-Civita-Tensoren eichinvariant kontrahiert werden.
Wie in Kap. 4.2.2 erla¨utert existieren keine direkten Kopplungen von Hu an dR oder
Hd an uR. Nachdem die neutralen Komponenten der Higgs-Dubletts ihre VEVs vu und
vd mit v =
√
v2u + v
2
d ≈ 174GeV annehmen, werden die Quark-Massenmatrizen in die
Super-CKM-Basis rotiert und nehmen die Diagonalform Mu = YˆUvu und Md = YˆDvd
mit diagonalen Matrizen YˆU,D an. Damit werden gleichzeitig auch alle flavoura¨ndernden
tree-level-Kopplungen der neutralen Higgs-Bosonen an Quarks beseitigt. Die Quarkmassen
lassen sich nun schreiben als
ydj =
mdj
vd
=
mdj
v cos β
, yuj =
muj
vu
=
muj
v sin β
, (5.13)
wobei bereits eine wichtige Tatsache ins Auge fa¨llt: Fu¨r große Werte von tanβ ist sin β ≈ 1
und cos β ≪ 1, d.h. die down-artigen Yukawa-Kopplungen wachsen mit tanβ und ko¨nnen
gegenu¨ber ihren SM-Werten deutlich versta¨rkt sein. Dieser Effekt ist messbar, beispiels-
weise durch den Higgs-Beitrag zum Prozess B− → τ−ν¯τ , siehe Abb. 5.1. In diesen Prozess
geht die Versta¨rkung sogar doppelt ein, da auch die Lepton-Yukawa-Kopplungen propor-
tional zu 1/ cos β sind.
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Abb. 5.1. Higgs-Beitrag zu B− → τ−ν¯τ
b
u¯
τ
ν¯τ
H−
B− ∼ ybyτ ∼ tan2 β
Im Folgenden betrachten wir den Fall
tan β = O
(
mt
mb
)
= O(50), (5.14)
der theoretisch durch die Vereinheitlichung der Bottom- und Top-Yukawa-Kopplungen in
GUTs mit minimalen Yukawa-Sektor motiviert ist. Dann gilt na¨mlich
yb ≃ yt ≃ O(1) (5.15)
und die Massenhierarchie zwischen den beiden Quarks,
mt
mb
=
yt
yb
tan β , (5.16)
wird lediglich durch die Hierarchie der VEVs erkla¨rt. Pha¨nomenologisch werden solche
Werte beno¨tigt, um die beobachtete Abweichung des anomalen magnetischen Moments
des Myons vom SM zu erkla¨ren [59, 60]. Noch gro¨ßere Werte von tan β (und damit von yb)
wurden in Ref. [143] untersucht, wobei festgestellt wurde, dass Werte bis zu tan β = 200
nicht ausgeschlossen sind, je nachdem wie |µ|, At,mH+ und die Renormierungsskala, unter-
halb welcher yb perturbativ sein soll, gewa¨hlt werden. Eine untere Schranke tan β ≥ 2 kann
aus der Tatsache abgeleitet werden, dass am LHC-Vorga¨nger LEP keine Higgs-Bosonen
gefunden wurden.
Geht man u¨ber tree-level-Kopplungen hinaus, ergeben sich weitere a¨ußerst wichtige
Konsequenzen von großem tanβ. Wie bereits in den 1980er Jahren festgestellt wurde, tritt
auf 1-Schleifen-Niveau zum ersten Mal eine effektive Kopplung von Hu an dRi auf [144].
Hall, Rattazzi und Sarid bemerkten spa¨ter die Wichtigkeit dieser Kopplung im Fall von
großem tan β [145–147]. Unter der Annahme, dass die Massenskala MSUSY sehr viel gro¨ßer
als die Massen der Higgs-Bosonen ist, ko¨nnen die SUSY-Teilchen ausintegriert werden
und man erha¨lt eine effektive Lagrangedichte, die der eines allgemeinen 2HDM entspricht.
In der Super-CKM-Basis nehmen die effektiven Yukawa-Kopplungen der down-artigen
Quarks dann die Form
Leffy,d = ydi QiHdd¯Ri − y˜ijd QjH∗ud¯Ri + h.c. (5.17)
an. Der dominante Beitrag zur effektiven Kopplung y˜ijd stammt aus einer Gluino-Squark-
Schleife und ist in Abb. 5.2 dargestellt. Im Rahmen von naiver MFV la¨sst sich dieser
Beitrag schreiben als y˜g˜diδij mit
y˜g˜di = ydi · ǫ
g˜
i (µ,md˜iL
,md˜iR
) (5.18)
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Abb. 5.2. Effektive Kopplungen der down-artigen Quarks an Hu
diL d
i
R
Hu
diL d
i
R
Hu
g˜
d˜iL d˜
i
R
−iy˜di
und dem Schleifenfaktor
ǫg˜i (µ,md˜iL
,md˜iR
) = −2αs
3π
mg˜µ
∗C0(mg˜,md˜iL
,md˜iR
). (5.19)
Hier ist mg˜ die Gluinomasse, m
2
d˜iL
und m2
d˜iR
sind die SUSY-brechenden Massenterme der
linksha¨ndigen Squarks der i-ten Generation und C0 ist ein Schleifenintegral, das in An-
hang A.3 definiert ist. Der Faktor µ∗ stammt aus der dimensionsbehafteten Kopplung
der Squarkfelder an Hu. Wir ko¨nnen auf einfache Art auch a¨hnliche Korrekturen mit
virtuellen Charginos und Neutralinos beru¨cksichtigen, dann wird der Schleifenfaktor zu
ǫi = ǫ
g˜
i + ǫ
eχ±
i + ǫ
eχ0
i . Beide Terme in Leffy,d aus Gl. (5.17) tragen zu den Massen der down-
artigen Quarks bei. Ihr Verha¨ltnis ist
∆i ≡ y˜divu
ydivd
= ǫi · tan β, (5.20)
d.h. große Werte von tan β ko¨nnen die Schleifenunterdru¨ckung von y˜di kompensieren, so
dass ∆i = O(1) ist. Wir sprechen dann von tan β–Versta¨rkung der Korrektur. Daraus
folgt direkt eine substanzielle Vera¨nderung der Beziehung zwischen Massen und Yukawa-
Kopplungen:
ydi =
mdi
vd(1 + ∆i)
. (5.21)
Diese Korrektur wurde bereits in verschiedenen Arbeiten im Hinblick auf Yukawa-Ver-
einheitlichung [145, 147] und Zerfa¨lle von neutralen [148] und geladenen [149] Higgs-
Bosonen detailliert untersucht.
Kurze Zeit spa¨ter wurde in Ref. [150] zum ersten Mal der direkte Einfluss von y˜ijd auf die
Flavourphysik aufgezeigt: Die Massenmatrix der down-artigen Quarks ist in der effektiven
Theorie von Gl. (5.17) nicht mehr diagonal, bzw. umgekehrt ist in der Massen-Eigenbasis
yijd nicht diagonal, was zu effektiven FCNC-Kopplungen der down-artigen Quarks an
die neutralen Higgs-Bosonen fu¨hrt. Auch in diesen Kopplungen kann die Schleifenun-
terdru¨ckung durch tan β kompensiert werden, daraus folgen spektakula¨re Versta¨rkungen
der Verzweigungsverha¨ltnisse von Bd,s → ℓ+ℓ− relativ zum SM [151], die bis zu einer
Gro¨ßenordnung ausmachen ko¨nnen. In Abb. 5.3 ist ein solcher Beitrag mit effektivem
versta¨rktem b− s–U¨bergang dargestellt. Daru¨berhinaus ergeben die y˜ijd auch Korrekturen
zur CKM-Matrix [152] und gehen damit in die Kopplungen der geladenen Higgs-Bosonen
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Abb. 5.3. Links: Higgs-Beitrag zu Bs → µ+µ−. Rechts: Higgs-Beitrag zur Bs − B¯s–
Mischung.
s
b¯
µ−
µ+
H0, A0, h0
Bs
b
∼ tan3 β
s
b¯
b
s¯
H0, A0, h0
Bs
b
∼ tan4 β
s
B¯s
ein, was sich pha¨nomenologisch in den Verzweigungsverha¨ltnissen von B+ → τ+ν [153]
und B+ → D¯τ+ν [154, 155] niederschla¨gt.
Weiterhin tragen die effektiven FCNC-Kopplungen der neutralen Higgs-Bosonen auch
zur Bs − B¯s–Mischung bei [156], siehe Abb. 5.3, wobei dieser Effekt mit Bd,s → ℓ+ℓ−
korreliert ist und durch die experimentellen Schranken an letzteren Prozess [157, 158]
bereits eingeschra¨nkt werden konnte [159].
Zwei weitere Spielarten der tanβ–Versta¨rkung sind gut am Beispielprozess b → sγ
zu illustrieren: Aus Gru¨nden der Eichinvarianz la¨sst sich SM die Amplitude durch einen
einzigen effektiven Dimension-6-Operator, O7γ aus Gl. (2.39), schreiben. Der dort ein-
geschlossene Faktor mb tritt notwendigerweise auf, da der Operator chiralita¨tsverletzend
ist. Wa¨hrend O7γ im SM durch eine W -Top-Schleife erzeugt wird und das W–Boson nur
an linksha¨ndige Quarks koppelt, so dass der U¨bergang zu bR durch Anwendung der Be-
wegungsgleichung erfolgen muss, kann im MSSM der gleiche Operator z.B. durch eine
Chargino-Stop-Schleife mit χ˜−t˜Lb¯R–Vertex generiert werden, wie in Abb. 5.4 links darge-
stellt. Die Chiralita¨tsverletzung stammt dann aus der Kopplung yb mit
yb =
mb
vd cos β
≈ mb
v
tan β (5.22)
fu¨r tan β ≈ 50, so dass im Vergleich zum SM ein zusa¨tzlicher Faktor tanβ auftritt, der
den SUSY-Beitrag zu C7γ versta¨rkt. Der zweite Effekt betrifft die t¯RsLH+–Kopplung, die
in b → sγ u¨ber eine Schleife mit geladenem Higgs und Top-Quark eingeht. Eine solche
Kopplung beinhaltet auf tree-level einen Faktor cos β aus der Rotation der Higgs-Felder in
die Massenbasis. Bestimmte supersymmetrische Vertexkorrekturen sind stattdessen pro-
portional zu sinβ und ko¨nnen deshalb mit dem tree-level-Vertex konkurrieren [160, 161],
wie in Abb. 5.4 rechts illustriert. Werden die SUSY-Teilchen ausintegriert wie in Gl. (5.17),
reduzieren sich diese Vertexkorrekturen ebenfalls auf effektive punktfo¨rmige Kopplungen.
Ein ganz analoges Verhalten weist auch die cos β–unterdru¨ckte Kopplung des leichtesten
MSSM-Higgs-Bosons h0 an downartige Quarks auf.
Als letzter wichtiger Effekt ist abschließend die b˜L–b˜R–Mischung zu nennen, die
wie mbµ tan β skaliert. Damit erha¨lt die Massenmatrix der b˜–Squarks nicht zu ver-
nachla¨ssigende Außerdiagonalelemente, analog zu mtAt im t˜–Sektor.
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Abb. 5.4. b → sγ: Links: tanβ–versta¨rkter Chargino-Beitrag. Rechts: tan β–versta¨rkte
Korrektur zum t¯RsLH
+–Vertex
bR sL
γ
t˜L
χ˜−
t˜R
H+
tR sL
∼ cosβ
+
H+
sLtR
∼ sin β
g˜
s˜t˜
5.3. Resummation von flavourdiagonalen tanβ–versta¨rkten
Effekten
Die in Gl. (5.17) eingefu¨hrte Methode der effektiven Lagrangedichte zur Beru¨cksichtigung
tan β–versta¨rkter Schleifenkorrekturen ist sehr effizient, da sie die Ableitung von Feynman-
regeln fu¨r effektive Kopplungen von SM- und Higgs-Teilchen erlaubt, die die Korrekturen
automatisch enthalten und fu¨r weitere Rechnungen problemlos verwendet werden ko¨nnen.
Die Tatsache, dass die versta¨rkte Korrektur ∆i = O(1) in Gl. (5.21) im Nenner auftritt,
signalisiert, dass die Methode nicht nur versta¨rkte 1-Schleifen-Diagramme beru¨cksichtigt,
sondern vielmehr eine Aufsummation zu allen Ordnungen,∑
n
(−∆i)n = 1
1 +∆i
, (5.23)
impliziert [149]. Der Nachteil dieser Herangehensweise ist aber, dass sie nur im Entkopp-
lungslimes der SUSY-Teilchen MSUSY ≫ v,MA0 ,MH0 ,MH+ gu¨ltig ist. Dies ist nicht zu-
friedenstellend, da man natu¨rlicherweise SUSY-Brechung bei der Skala MSUSY ∼ v erwar-
ten wu¨rde, vor allem im Fall von radiativer elektroschwacher Symmetriebrechung. Um
MSUSY ≫MA0 ,MH0 ,MH+ zu erreichen, beno¨tigt man eine unnatu¨rliche Feinabstimmung
der Parameter des Higgs-Potentials [162]. Zudem erfordern die aktuellen Einschra¨nkungen
fu¨r das Szenario mit großem tanβ Massen MA0 ,MH0 ,MH+
>∼ 400GeV [163], wa¨hrend die
Massen der leichtesten Charginos und Neutralinos (insbesondere wenn letzteres das LSP
ist), in vielen Szenarien im Bereich von v liegen.
Als Alternative zum Entkopplungslimes bietet sich eine diagrammatische Berech-
nung der tanβ–versta¨rkten Korrekturen an, die ohne Annahmen u¨ber die Hierarchie
des Massenskalen auskommt. Dies wurde auf 1-Schleifen-Niveau bereits durchgefu¨hrt
[164, 165], die explizite Aufsummation zu allen Ordnungen wurde aber nur teilweise er-
reicht [60, 149, 166, 167]. Die Relation zwischen Massen der down-artigen Quarks bzw.
Leptonen und ihren Yukawa-Kopplungen sieht in diesem Fall a¨hnlich aus wie Gl. (5.21),
allerdings werden die Wechselwirkungseigenzusta¨nde der Squarks und Sleptonen durch
Masseneigenzusta¨nde ersetzt [60, 149]. Die flavoura¨ndernden Effekte dagegen, die in der
effektiven Theorie aus den Außerdiagonalelementen von y˜ijd stammen, konnten lediglich
durch eine Iteration aufsummiert werden, deren Konvergenz nur dann gut ist, wenn die
tan β–versta¨rkten Korrekturen deutlich kleiner als die entsprechenden tree-level-Gro¨ßen
sind. Diese Lu¨cke wird in Kapitel 5.4 geschlossen, indem eine Methode zur analytischen
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Abb. 5.5. SUSY-Korrekturen zu mdi aus ”
Igeldiagrammen“
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diagrammatischen Resummation aufgezeigt wird. Bei guter Konvergenz ergibt die Iterati-
on als Grenzwerte genau unsere analytischen Ergebnisse.
Zum besseren Versta¨ndnis der Unterschiede zwischen effektiver Theorie und diagram-
matischer Resumation ist es aufschlussreich, eine Erweiterung der effektiven Theorie zu
betrachten, die auch ho¨here Ordnungen in v2/M2SUSY einschließt. Dies wird durch ho¨her-
dimensionale Terme in Leffy erreicht, die mehrere Hu–Felder beinhalten. Die Beitra¨ge aus
Gluino-Schleifen zu solchen Termen sind in Abb. 5.5 illustriert. Es ist mo¨glich, solche Bei-
tra¨ge zu mdi zu allen Ordnungen in v
2/M2SUSY zu resummieren, entweder ”
von Hand“ oder
durch den in Ref. [167] angewandten Formalismus des effektiven Higgs-Potentials. Das
Ergebnis entspricht dann Gl. (5.21) mit ǫg˜i aus Gl. (5.20) ersetzt durch
ǫg˜i (µ,md˜iL
,md˜iR
)→ ǫg˜i (µ,md˜i1 ,md˜i2), (5.24)
wobei md˜i1,2
die physikalischen Squarkmassen sind. Dies ist genau das Ergebnis der analy-
tischen diagrammatischen Resummation in Ref. [149].
Ein weiterer Vorteil der diagrammatischen Methode ist die volle Kontrolle u¨ber das
Renormierungsschema, die in Leffy nicht gegeben ist, da Schemata, die sich um Terme der
Ordnung v/MSUSY unterscheiden, dort nicht unterschieden werden ko¨nnen.
5.3.1. Diagrammatische Methode
Im Folgenden erkla¨ren wir die Methode der diagrammatischen Resummation am Beispiel
der flavourdiagonalen tan β–versta¨rkten Korrekturen und legen dabei besonderes Augen-
merk auf die Unterscheidung verschiedener Renormierungsschemata. Dieser Punkt wurde
bisher in der Literatur vernachla¨ssigt, so dass eine konsistente Definition der Resummation
in verschiedenen Schemata noch erarbeitet werden muss, was in diesem und dem darauf
folgenden Kapitel geschieht.
Prinzipiell unterscheiden wir zwei mo¨gliche Quellen von tanβ–Versta¨rkung:
i) die (renormierte) Lagrangedichte des MSSM L und
ii) das U¨bergangs-Matrixelement M des jeweiligen betrachteten Prozesses.
Betrachten wir zuna¨chst Punkt i) in Ein-Schleifen-Ordnung ohne Resummation. Wir
zerlegen dazu wie u¨blich L = Lren + Lct, wobei Lren nur renormierte Gro¨ßen entha¨lt und
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Abb. 5.6. tan β–versta¨rkte Selbstenergien mit (v.l.n.r.) Gluinos, Charginos und Neutra-
linos.
bL bR
g˜
b˜1,2
bL bR
t˜1,2
χ˜−1,2
bL bR
b˜1,2
χ˜01..4
Lct alle Counterterme. Wir renormieren SUSY-Schleifeneffekte immer im on-shell-Schema,
sie gehen daher nur in Lct ein. Aufgrund der Diskussion im vorigen Kapitel erwarten wir
dann, dass der Counterterm der Bottom-Masse δmb eine Quelle von tanβ–versta¨rkten
Korrekturen ist. Wir schreiben die komplexe unrenormierte Masse als m
(0)
b = mb + δmb
mit der (reellen) renormierten Masse mb und erhalten
Lm = − m(0)b bRbL − m(0)∗b bLbR = − mb bb − δmb bRbL − δm∗b bLbR. (5.25)
Weiterhin zerlegen wir die Bottom-Selbstenergie Σb(p) in
Σb(p) = p
[
ΣLLb (p
2)PL +Σ
RR
b (p
2)PR
]
+ ΣRLb (p
2)PL + Σ
LR
b (p
2)PR (5.26)
mit ΣLRb (p
2) =
(
ΣRLb (p
2)
)∗
, wobei p der a¨ußere Impuls ist. Damit ist im on-shell-Schema
die Renormierungsbedingung
δmb = −mb
2
[
ΣLLb (m
2
b) + Σ
RR
b (m
2
b)
]− ΣRLb (m2b). (5.27)
Damit ko¨nnen wir mb aus Messungen unterhalb der SUSY-Skala bestimmen, d.h. wir
ko¨nnen als Zahlenwert die u¨bliche MS–Masse mit m¯b(m¯b) = 4.2GeV einsetzen. Der An-
teil ΣRLb (m
2
b) entha¨lt Terme proportional zu ybv sinβ und ist dadurch chiral versta¨rkt
gegenu¨ber dem tree-level term mb = ybv cos β.
Diese Beitra¨ge sind als Feynman-Diagramme in Abb. 5.6 gezeichnet, wobei die entspre-
chenden Amplituden in unserer Konvention −iΣb(p) ergeben. Mit den in Anhang A.1
definierten Mischungswinkeln und Phasen θ˜q und φ˜q und der in Anhang A.3 eingefu¨hrten
Schleifenfunktion B0(m1,m2) ergibt sich
ΣRLb = mb∆b , mit ∆b = ∆
g˜
b +∆
eχ±
b +∆
eχ0
b (5.28)
und den Beitra¨gen der verschiedenen Diagramme
∆g˜b =
αs
3π
mg˜
mb
sin 2θ˜b e
−iφ˜b
(
B0(mg˜,mb˜1)−B0(mg˜,mb˜2)
)
, (5.29)
∆eχ
±
b = −
g2
16π2
1
cosβ
2∑
m=1
{
m
eχ
±
m
2
√
2MW
yt
g
U∗m2V∗m2 sin 2θ˜teiφ˜t
(
B0(meχ±m ,mt˜1)−B0(meχ±m ,mt˜2)
)
− meχ±m√
2MW
U∗m2V∗m1
(
cos2 θ˜tB0(meχ±m ,mt˜1) + sin
2 θ˜tB0(meχ±m ,mt˜2)
)}
, (5.30)
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∆eχ
0
b =
g2
16π2
1
cosβ
4∑
m=1
meχ0m
2MW
N∗m2N
∗
m3
(
cos2 θ˜bB0(meχ0m ,mb˜1) + sin
2 θ˜bB0(meχ0m ,mb˜2)
)
.
(5.31)
Die Matrizen U ,V und N sind die Chargino- und Neutralino-Mischungsmatrizen in der
SLHA-Konvention (siehe auch Anhang A.2). In Gl. (5.31) haben wir gyb durch g
2 aus-
gedru¨ckt und einige numerisch kleine Beitra¨ge vernachla¨ssigt. Dies betrifft erstens Terme
proportional zur Bino-Kopplung g′, zweitens einen Term proportional zu y2b , der sich als nu-
merisch unrelevant herausgestellt hat, und drittens alle Terme der Ordnung (mb/MSUSY)
2
und ho¨her. Insbesondere setzen wir p2 = 0 in ΣRLb .
Wa¨hrend im Ansatz der effektiven Theorie die tanβ–Versta¨rkung durch Kopplungen der
down-artigen Quarks anHu sichtbar war, ist sie in Gl. (5.29) im Sbottom-Mischungswinkel
θ˜b versteckt, in Gln. (5.30) und (5.31) ist sie als 1/ cos β sichtbar. Mit den in Anhang
A.1 angegebenen analytischen Ausdru¨cken ko¨nnen wir transparentere Ausdru¨cke fu¨r die
Gluino- und Chargino-Beitra¨ge herleiten: Es ergibt sich
∆Kb = ǫ
K
b tan β fu¨r K = g˜, χ˜
±, χ˜0 und ǫb = ǫ
g˜
b + ǫ
eχ±
b + ǫ
eχ0
b (5.32)
mit
ǫg˜b = −
2αs
3π
mg˜µ
∗C0(mg˜,mb˜1 ,mb˜2), (5.33)
ǫeχ
±
b = −
y2t
16π2
A∗tµ
∗
(
D2 − |M2|2D0
)
+
g2
16π2
µ∗M∗2
(
D2 −m2t˜RD0
)
, (5.34)
wobei D0,2 = D0,2(meχ±1
,m
eχ±2
,mt˜1 ,mt˜2).
Fu¨r die Selbstenergien von Down- und Strange-Quark gelten Ausdru¨cke analog zu
Gln. (5.29-5.34), wobei die Stop- und Sbottom-Massen durch die entsprechenden Squark-
massen der ersten beiden Generationen ersetzt werden. Gln. (5.29-5.34) verallgemeinern
die bekannten Ausdru¨cke aus Ref. [168] auf den Fall komplexer SUSY-Parameter.
Im on-shell-Renormierungschema folgt damit unter Vernachla¨ssigung nicht tan β–
versta¨rkter Korrekturen
δmb = −ΣRLb = −mbǫb tan β. (5.35)
Wie aus Gln. (5.33) und (5.34) ersichtlich ist, sind die tan β–versta¨rkten Gluino- und
Chargino-Beitra¨ge proportional zu den SUSY-Brechungsparametern mg˜, At und M2.
Der Neutralino-Beitrag in Gl. (5.31) la¨sst sich durch die Masseneinsetzungsna¨herung
[169] transparenter machen (siehe Abb. 5.7), er ist dann ebenfalls proportional zur Wi-
nomasse M2. Aus dem Nicht-Renormierungs-Theorem [95, 170, 171] folgt, dass solche
SUSY-brechenden Schleifenkorrekturen zu Termen des Superpotentials (in diesem Fall
zur Bottom-Yukawa-Kopplung) nicht divergent sein ko¨nnen, damit sind also die Counter-
terme und die unrenormierten Gro¨ßen endlich. Dies gilt auch fu¨r alle weiteren in dieser
Arbeit betrachteten tan β–versta¨rkten Schleifeneffekte.
Wenn wir nun die unrenormierte Yukawa-Kopplung schreiben als y
(0)
b = yb+ δyb, ist der
Counterterm δyb festgelegt durch die Wahl von δmb:
δyb =
δmb
vd
= −ybǫb tan β. (5.36)
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Abb. 5.7. Neutralino-Beitrag zu ∆b in Masseneinsetzungsna¨herung
b˜L
bL bR
W˜
H˜u
H˜d
W˜
Die in ǫb zusammengefassten SUSY-Schleifeneffekte beeinflussen physikalische Gro¨ßen
nur u¨ber δyb. In einem minimalen Subtraktionsschema wa¨re zuna¨chst δyb = 0, der ein-
zusetzende Zahlenwert von mb wu¨rde sich aber von der im SM bestimmten MS-Masse
unterscheiden durch die Korrektur mbǫb tan β. Damit wu¨rde auch der davon abgeleitete
Zahlenwert yb = mb/vd diesen Term beinhalten, so dass die Schemeninvarianz physikali-
scher Gro¨ßen sichergestellt ist [149]. Wir verwenden im Folgenden die Konvention, dass die
MS–Renormierungsvorschrift fu¨r SM–Korrekturen gilt, wa¨hrend tanβ–versta¨rkte SUSY-
Beitra¨ge on-shell renormiert und nicht versta¨rkte SUSY-Beitra¨ge vernachla¨ssigt werden,
so dass unser mb der u¨blichen MS–Masse mit m¯b(m¯b) = 4.2GeV entspricht.
An dieser Stelle ist die Frage angebracht, ob noch weitere tan β–versta¨rkte Korrekturen
in Lct existieren. In bestimmten Renormierungsschemata kann der Counterterm zu tanβ
proportional zu tan2 β sein, dies wa¨re ebenfalls eine versta¨rkte Korrektur, diese kann aber
durch Verwendung des DR-Schemas beseitigt werden. Dieses Thema wurde ausfu¨hrlich
in Refn. [172–175] behandelt. Wellenfunktions-Counterterme fu¨r Quarks wurden in obi-
ger Diskussion ignoriert, da sie nicht tanβ–versta¨rkt sind, fu¨r die der Higgs-Felder gilt
gleiches wie fu¨r tanβ. Damit stecken also sa¨mtliche tan β–versta¨rkten Korrekturen in Lct
ausschließlich in δyb, solange eine geeignete Definition von tanβ verwendet wird.
Kommen wir nun zu Punkt ii) der Liste am Beginn dieses Kapitels. Um alle versta¨rkten
Korrekturen zu einem U¨bergangs-Matrixelement M zu identifizieren, unterscheiden wir
zwei Fa¨lle: Im ersten Fall ist M in fu¨hrender Ordnung nicht durch einen Faktor cosβ
unterdru¨ckt, dies trifft z.B. auf Diagramme mit Eichkopplungen, Wechselwirkungen von
A0 und H0 mit down-artigen Quarks und H±–Kopplungen an rechtsha¨ndige down-artige
Quarks zu. In diesem Fall ko¨nnte eine tanβ–Versta¨rkung von Schleifenkorrekturen nur
aus Faktoren 1/mb stammen, was einer IR-Divergenz fu¨r mb → 0 entspricht. In Ref. [149]
wurde bereits festgestellt, dass ein solches IR-Verhalten durch das KLN-Theorem [176, 177]
ausgeschlossen ist.
Im zweiten Fall tritt cos β–Unterdru¨ckung in der fu¨hrenden Ordnung von M expli-
zit auf, dies betrifft die Kopplungen von h0 an down-artige Quarks und von H± an
rechtsha¨ndige up-artige Quarks. Hier sind Ein-Schleifen-Vertexkorrekturen, die den Un-
terdru¨ckungsfaktor nicht beinhalten, relativ zur fu¨hrenden Ordnung versta¨rkt, so dass sie
mit letzterer vergleichbar sind [160, 161]. Ho¨here Potenzen von tan β, die ho¨here Terme
in der Sto¨rungsentwicklung vergleichbar machen ko¨nnten, treten nicht auf, so dass es sich
um einen reinen 1-Schleifen-Effekt handelt.
Kommen wir also wieder zu Punkt i) zuru¨ck und betrachten die Resummation zu al-
len Ordnungen. Letztendlich ist die Ursache der relativen Versta¨rkung der Ein-Schleifen-
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Korrektur zu mb die Unterdru¨ckung der tree-level-Masse durch cos β, deshalb sind ech-
te Mehrschleifen-Diagramme nicht mit ho¨heren Potenzen von tanβ–versta¨rkt. Im Un-
terschied zur Methode der effektiven Lagrangedichte mu¨ssen wir im diagrammatischen
Ansatz aber die Einsetzungen des versta¨rkten Counterterms δyb in ebenfalls versta¨rkten
Ein-Schleifen-Selbstenergien beru¨cksichtigen.
Schreiben wir nun die Bottom-Selbstenergie als ΣRLb (yb), um die Abha¨ngigkeit expli-
zit darzustellen. Sie stammt entweder aus dem Quark-Squark-Higgsino-Vertex oder indi-
rekt aus dem Sbottom-Mischungswinkel. Wir bestimmen im on-shell-Schema den Coun-
terterm auf Zwei-Schleifen-Niveau aus der Einsetzung der ersten Ordnung δy
(1)
b (der δyb
in Gl. (5.36) entspricht) in die Ein-Schleifen-Selbstenergie Σ
RL(1)
b (yb), was zu
δy
(2)
b = −δy(1)b ǫb tan β ∝ tan2 β (5.37)
fu¨hrt. Analog ko¨nnen alle ho¨heren δy
(n)
b aus δy
(n−1)
b –Einsetzungen rekursiv berechnet wer-
den und sind damit proportional zu n Potenzen von tan β. Diese Rekursion la¨sst sich
zusammenfassen als eine einzige Renormierungsbedingung fu¨r den gesamten Counterterm
δyb =
∑
n
δy
(n)
b , (5.38)
die dann lautet
δmb = vdδyb = −ΣRLb (yb + δyb). (5.39)
Wir ersetzen nun Gl. (5.28) durch die verbesserte Form
ΣRLb = m
(0)
b ∆b = y
(0)
b vǫb sin β . (5.40)
Unter der Voraussetzung, dass ΣRLb linear in y
(0)
b ist, d.h. wenn ǫb nicht von y
(0)
b abha¨ngt,
ko¨nnen wir δyb leicht aus Gl. (5.39) zu allen Ordnungen bestimmen. Mit yb = mb/vd wird
Gl. (5.36) ersetzt durch
δyb = −mb
vd
ǫb tan β
1 + ǫb tan β
= −mb
vd
[
ǫb tan β − (ǫb tan β)2 + (ǫb tan β)3 − . . .
]
. (5.41)
Mit den Ausdru¨cken fu¨r ǫg˜b und ǫ
eχ±
b aus Gln. (5.33) und (5.34) und unter Vernachla¨ssigung
des Neutralino-Beitrags ist ǫb in der Tat unabha¨ngig von yb. Gl. (5.41) kann auch durch eine
Abku¨rzung hergeleitet werden: Addieren wir mb = ybvd auf beiden Seiten von Gl. (5.39),
erhalten wir
vdy
(0)
b = mb − y(0)b vdǫb tan β, (5.42)
was wir nach y
(0)
b auflo¨sen ko¨nnen. Das Resultat ist die bekannte Resummationsformel aus
Ref. [149]:
y
(0)
b =
mb
vd(1 + ǫb tan β)
. (5.43)
Die Linearita¨t in yb der Gluino- und Chargino-Beitra¨ge zu Σ
RL
b steht in scheinbarem
Widerspruch zur Diskussion am Beginn von Kap. 5.3, da die Igeldiagramme in Abb. 5.5
83
5. B–Physik im MSSM bei Minimaler Flavourverletzung
jede beliebige Potenz von yb enthalten. Diese zusa¨tzlichen Potenzen werden jedoch in die
Squark-Mischung zu Masseneigenzusta¨nden mb˜1,2 absorbiert. Diese Beobachtung verdeut-
licht, dass die genaue Definiton des Renormierungsschemas der hier eingehenden SUSY-
Parameter fu¨r die korrekte Resummation unerla¨sslich ist. Die Resummationsformel in
Gl. (5.43) impliziert ein on-shell-Schema fu¨r die Sbottom-Massen, d.h. die messbarenWerte
von mb˜1,2 werden als Eingabeparameter benutzt. Im Gegensatz dazu wird in der Literatur
ha¨ufig die Massenmatrix u¨ber die Diagonalelemente mb˜L,R und µ in den Außerdiagonalele-
menten festgelegt. In einem solchen Schema geht yb nochmals u¨ber die Massenmatrix in das
Problem ein, so dass Gl. (5.43) nicht mehr korrekt ist. Ebenso muss Gl. (5.43) modifiziert
werden, wenn der Mischungswinkel θ˜b und die Mischungsphase φ˜b als Eingabewerte ver-
wendet werden. Diese Parameter sind eine natu¨rliche Wahl fu¨r Anwendungen in der Kolli-
derphysik, insbesondere wenn nach der Entdeckung der Bottom-Squarks in Zukunft deren
Eigenschaften studiert werden sollen. Es ist daher von großer Bedeutung, eine konsisten-
te Definition von θ˜b in ho¨heren Ordnungen festzulegen, vor allem wenn Einschra¨nkungen
aus der Flavourphysik mit Berechnungen der Kolliderphysik verknu¨pft werden sollen. Wir
diskutieren diesen Punkt in Kap. 5.3.2.
Fassen wir die Ergebnisse dieses Kapitels noch einmal zusammen: FallsM in fu¨hrender
Ordnung nicht mit cos β unterdru¨ckt ist, umfasst δyb alle tan β–versta¨rkten Korrektu-
ren. Die dominanten Beitra¨ge aus Gluino- und Chargino-Schleifen ko¨nnen zu allen Ord-
nungen aufsummiert werden, wenn ein geeignetes Renormierungschema fu¨r die Sbottom-
Massenparameter gewa¨hlt wird. Wir betonen, dass alle aufsummierten Terme lokal sind, so
dass sie aus Kopplungskonstanten in einer effektiven Lagrangedichte reproduziert werden
ko¨nnen. Die effektiven Vertizes bLbRH
0, bLbRA
0 und tLbRH
+ werden korrekt zu allen Ord-
nungen in ǫb tan β dargestellt, indem in der urspru¨nglichen MSSM-Lagrangedichte einfach
die tree-level-Yukawa-Kopplung durch y
(0)
b aus Gl. (5.43) ersetzt wird. Diese Vorgehenswei-
se erfordert keine Annahme u¨ber die Hierarchie zwischen MSUSY und der elektroschwachen
Skala, lediglich mb ≪MSUSY wird vorausgesetzt. Auf diese Art werden beispielsweise auch
tan β–versta¨rkte Korrekturen zu Kolliderprozessen bei hohen Energien konsistent imple-
mentiert und aufsummiert, selbst wenn Teilchen mit Impulsen der Gro¨ßenordnung MSUSY
beteiligt sind. Gleiches gilt fu¨r Prozesse, in die yb u¨ber Chargino- oder Neutralino-Vertizes
eingeht. Die resultierenden effektiven Feynmanregeln haben wir in Kap. 5.5.2 zusammen-
gefasst. Eine vo¨llig andere Situation ergibt sich fu¨r den Fall von cosβ–unterdru¨ckten Wech-
selwirkungen wie z.B. der bLbRh
0–Kopplung: Dort sind die versta¨rkten Korrekturen reine
1-Schleifen-Effekte, die nicht aufsummiert werden mu¨ssen, aber nichtlokal sind. Sie erge-
ben Formfaktoren, die i.A. von a¨ußeren Impulsen abha¨ngen und sich nur im Grenzfall
entkoppelnder SUSY-Teilchen auf lokale Vertizes zuru¨ckfu¨hren lassen.
5.3.2. Sbottom-Mischung und tanβ–Resummation
Einfu¨hrend merken wir an, dass die Resummation sehr einfach ist, wenn die Rollen von
yb und mb vertauscht werden. Wenn yb als gemessene Gro¨ße und damit δyb festgelegt
sind, ergibt sich δmb einfach aus Gl. (5.39), in diesem Fall existieren keine Korrekturen
ho¨herer Ordnung. Eine Nichtlinearita¨t in ΣRLb (yb) ist also kein Problem mehr. Da aber kei-
ne direkte Messung von yb existiert, beno¨tigen wir in pha¨nomenologischen Anwendungen
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den Zahlenwert von mb und mu¨ssen Gl. (5.39) invertieren. Unter diesem Gesichtspunkt
diskutieren wir nun drei gut motivierte Schemata fu¨r die Sbottom-Massenmatrix.
(i) Input: m2
b˜1
, m2
b˜2
; µ, tanβ
Wenn wir den Sbottom-Mischungswinkel θ˜b und die Phase φ˜b in Gl. (5.29) u¨ber
Gl. (A.11) durch obige Input-Parameter ausdru¨cken, ku¨rzt sich die Bottom-Masse
aus ∆g˜b heraus und der Gluino-Beitrag zu Σ
RL
b ist linear in yb. Diesen Fall haben
wir im vorigen Kapitel zur Illustration der Resummation benutzt, siehe Gl. (5.41).
Unter der Annahme, dass auch der Neutralino-Beitrag linear ist, erhalten wir
y
(0)
b =
mb
vd(1 + ∆b)
. (5.44)
Der Chargino-Beitrag ΣRL,eχ
±
b ist immer linear in der Higgsino-Kopplung yb und
unabha¨ngig von der Sbottom-Matrix. Der Neutralino-Anteil ΣRL,eχ
0
b (siehe Gl. (5.31))
dagegen kann umgeschrieben werden als
ΣRL,eχ
0
b =
ybg
16π2
4∑
m=1
meχ0m√
2
N∗m2N
∗
m3 · B0(meχ0m ,mb˜1)
− ybg
16π2
4∑
m=1
meχ0m√
2
N∗m2N
∗
m3 sin
2 θ˜b
(
B0(meχ0m,mb˜1)−B0(meχ0m ,mb˜2)
)
,
(5.45)
wobei nur der erste Term linear in yb ist und die zweite Zeile Terme von dritter und
ho¨herer Potenz in yb entha¨lt, wenn der Mischungswinkel nach Gl. (A.11) eingesetzt
wird. Im Entkopplungslimes MSUSY ≫ v verschwinden diese Terme aufgrund von
sin2 θ˜b ∝ v2/M2SUSY und die Resummationsformel in Gl. (5.44) gilt exakt. Im Fall
MSUSY ∼ v dagegen kann Gl. (5.39) nicht mehr analytisch aufgelo¨st werden, da
aber ∆eχ
0
b klein gegenu¨ber den restlichen Beitra¨gen ist, gilt die Resummationsformel
weiterhin in sehr guter Na¨herung.
(ii) Input: m2
b˜1
, m2
b˜2
; θ˜b, φ˜b
Falls in Zukunft θ˜b und φ˜b gemessen werden, ko¨nnen auch diese Gro¨ßen als In-
put benutzt werden, anstelle von µ und tanβ. Dieses Schema wird in Kollider-
Rechnungen ha¨ufig benutzt, beispielsweise fu¨r Produktions- und Zerfallsraten von
Bottom-Squarks, und ist fu¨r die Kombination von Ergebnissen der Kollider-Physik
und der niederenergetischen Flavourphysik geeignet. In Gln. (5.29) und (5.31) ha-
ben wir ∆g˜b und ∆
eχ0
b direkt als Funktionen von θ˜b und φ˜b angegeben. In dieser Form
ha¨ngt ΣRL,g˜b = m
(0)
b ∆
g˜
b u¨berhaupt nicht mehr von yb ab, so dass keine Einsetzung
von δyb in Σ
RL,g˜
b mo¨glich ist. Diese steckt bereits im physikalischen Mischungswinkel.
Der Neutralino-Beitrag ist im Gegensatz zu Fall (i) linear in yb und kann korrekt
aufsummiert werden. Damit ist die korrekte Resummationsformel
y
(0)
b = yb + δyb =
mb
vd
1−∆g˜b
1 + ∆eχ
±
b +∆
eχ0
b
. (5.46)
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Wir bemerken hier eine Subtilita¨t bezu¨glich der Definition der u¨brigen MSSM-
Parameter: Bei großem tan β stellen Gln. (A.6) und (A.11) eine direkte Beziehung
zwischen y
(0)
b , µ und obigen Input-Parametern her, na¨mlich
eiφ˜b sin 2θ˜b =−
2y
(0)∗
b µvu
m2
b˜1
−m2
b˜2
. (5.47)
In Schema (ii) ist also das Produkt y
(0)∗
b µ festgelegt, demnach u¨bertra¨gt sich
die versta¨rkte Korrektur in y
(0)
b auf µ. Dies muss fu¨r eine konsistente Definiton
der Chargino- und Neutralino-Massenmatrizen beachtet werden. Es bietet sich an,
zuna¨chst µ aus Gl. (5.47) zu bestimmen und damit Massen mχ˜±n undmχ˜0n zu berech-
nen. Diese werden in ∆eχ
±
b und ∆
eχ0
b eingesetzt und die Prozedur kann iterativ wie-
derholt werden, bis Gln. (5.46) und (5.47) miteinander kompatibel sind, zumindest
bis zur Gro¨ßenordnung des hier vernachla¨ssigten Terms proportional zu Abvd in der
Massenmatrix, der gegenu¨ber µvu mit 1/ tan β unterdru¨ckt ist. Interessanterweise
wu¨rde eine Messung von mb˜1,2 , θ˜b und µ (das aus Chargino- und Neutralinomas-
sen bestimmt wird) u¨ber Gl. (5.47) direkt den Wert von |y(0)b | festlegen, der in die
Produktions- und Zerfallsraten von A0 and H0 eingeht. Eine experimentelle Bestim-
mung von |y(0)b | u¨ber Higgs-Zerfa¨lle am LHC ist aufgrund des großen bb–Untergrunds
aus QCD-Prozessen nicht mo¨glich.
(iii) Input: m2
b˜L
, m2
b˜R
; µ, tanβ
Da bisher die Massen und Mischungswinkel der SUSY-Teilchen noch nicht gemessen
wurden, sind diese Gro¨ßen immer noch die am ha¨ufigsten in der Literatur anzutref-
fende Wahl, da sie direkt aus der Lagrangedichte stammen. Der Mischungswinkel
kann in diesem Schema ausgedru¨ckt werden durch
eiφ˜b tan 2θ˜b = −
2y
(0)∗
b µvu
m2
b˜L
−m2
b˜R
. (5.48)
Da ∆g˜b proportional ist zu sin 2θ˜b = tan 2θ˜b/(
√
1 + tan2 2θ˜b) und zusa¨tzlich die
Squarkmassen in den Schleifenpropagatoren durch m2
b˜L
und m2
b˜R
mit Hilfe von
Gl. (A.9) ersetzt werden mu¨ssen, ist die yb–Abha¨ngigkeit von ∆
g˜
b zu kompliziert,
um Gl. (5.39) analytisch auflo¨sen zu ko¨nnen. Auch dieses Problem kann iterativ
gelo¨st werden, indem m2
b˜1,2
zuna¨chst aus Gl. (A.9) mit dem tree-level-Wert von yb
berechnet werden. Dann wird ∆b wie in Fall (i) bestimmt und die sich daraus er-
gebende modifizierte Yukawa-Kopplung aus Gl. (5.44) ru¨ckeingesetzt in Gl. (A.9).
Diese Prozedur wird mehrfach wiederholt, bis sich Konvergenz gegen einen festen
Wert von ∆b einstellt. Die korrekte Resummationsformel fu¨r die Yukawa-Kopplung
ist dann wiederum Gl. (5.44). Alternativ ko¨nnten wir auch ∆g˜b und ∆
eχ0
b iterativ
als Funktion der Input-Parameter (ii) bestimmen, wobei sich sin 2θ˜b aus Gl. (5.48)
ergibt. Dann gilt entsprechend die Resummationsformel Gl. (5.46).
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Abb. 5.8. tan β–versta¨rkte flavoura¨ndernde Selbstenergie.
t˜, c˜, u˜
diR
χ˜−
d
j
L
Wir stellen fest, dass Gl. (5.44) die selbe Form hat wie die bekannte Beziehung zwischen
y
(0)
b und mb im Entkopplungslimes, siehe Gl. (5.21). Daher werden wir von nun an unsere
physikalischen Input-Gro¨ßen wie in Fall (i) wa¨hlen.
5.4. Resummation von flavoura¨ndernden tanβ–versta¨rkten
Korrekturen
Im Entkopplungslimes MSUSY ≫ v,MA0,H0,H± erfolgt die Resummation der flavoura¨n-
dernden tan β–versta¨rkten Effekte genau wie im flavourdiagonalen Fall: Man berechnet
die effektiven schleifeninduzierten Kopplungen der down-artigen Quarks an Hu, dies-
mal aus Chargino-Squark-Schleifen mit Flavoura¨nderungen durch CKM-Matrixelemente.
Wie im allgemeinen 2HDM sind dann die effektiven Yukawa-Kopplungen in der Quark-
Masseneigenbasis nicht flavourdiagonal. Die Resummation der tan β–versta¨rkten Schleifen-
korrekturen ist auch in diesem Fall automatisch in den effektiven Kopplungen enthalten
[150, 151, 156, 178].
In diesem Kapitel verallgemeinern wir die Resummation der flavoura¨ndernden Effekte
auf den natu¨rlichen Fall MSUSY ∼ MA0,H0,H± ∼ v mit Hilfe der diagrammatischen Me-
thode. Damit sind wir zum einen in der Lage, die Gu¨ltigkeit der Entkopplungsna¨herung
numerisch zu erfassen und ero¨ffnen zum anderen ein ganz neues Anwendungsfeld: In die-
sem Ansatz ist es zum ersten Mal mo¨glich, tan β–versta¨rkte flavoura¨ndernde Effekte in
Kopplungen von SUSY-Teilchen zu finden und zu analysieren. Dies ist in der effektiven
Theorie nicht mo¨glich, da dort die SUSY-Teilchen bereits zu Beginn ausintegriert werden.
In naiver MFV entstehen tanβ–versta¨rkte Flavouru¨berga¨nge nur aus Selbstenergien der
down-artigen Quarks mit virtuellen Charginos und Squarks, siehe Abb. 5.8. Der Fall des
Down-Strange-U¨bergangs ist besonders einfach, hier ist das Diagramm mit Stop-Austausch
mit V ∗tsVtd unterdru¨ckt und deshalb fu¨r uns vernachla¨ssigbar. Da wir die sehr kleinen Up-
und Charm-Yukawa-Kopplungen ebenfalls vernachla¨ssigen und die Massen der Up- und
Charm-Squarks als entartet annehmen, verschwinden auch die Diagramme mit u˜i– und
c˜i–Austausch durch eine GIM-Auslo¨schung, so dass der Down-Strange-U¨bergang gar nicht
betrachtet werden muss.
Fu¨r Bottom-Down- oder Bottom-Strange-U¨berga¨nge finden wir den Ausdruck fu¨r die
Selbstenergie
ΣRLij (V ) = V
∗
tiVtj
miǫFC tan β
1 + ǫi tan β
, fu¨r (i, j) = (3, 1), (3, 2), (1, 3), (2, 3). (5.49)
Hier haben wir bereits die Unitarita¨t der CKM-Matrix und die Massenentartung der
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Abb. 5.9. Feynman-Diagramme mit flavoura¨ndernder Selbstenergie in einem a¨ußeren
Beinchen.
sL bR bL
ΣRLbs
(1)
bL bR sL
ΣRL∗bs
(2)
Squarks der ersten beiden Generationen ausgenutzt, um die Kombination V ∗tiVtj auszufak-
torisieren. Die flavourerhaltenden Korrekturen zu ydi sind bereits in Gl. (5.49) enthalten
und aufsummiert, sie ergeben den Faktor 1/(1 + ǫi tan β). Der Schleifenfaktor ǫFC nimmt
in Abha¨ngigkeit der Stop-Mischungsparameter θ˜t, φ˜t die explizite Form
ǫFC =− 1
16π2
g√
2MW sinβ
2∑
m=1
mχ˜±mU∗m2
{yt
2
V∗m2 sin 2θ˜teiφ˜t
(
B0(mχ˜±m ,mt˜1)−B0(mχ˜±m ,mt˜2)
)
− gV∗m1
(
cos2 θ˜tB0(mχ˜±m ,mt˜1) + sin
2 θ˜tB0(mχ˜±m ,mt˜2)−B0(mχ˜±m ,mq˜L)
)}
(5.50)
an, hierbei ist mq˜L die Masse der linksha¨ndigen Up- und Charm-Squarks. Wir ko¨nnen
ǫFC alternativ auch als Funktion der SUSY-Brechungsparameter schreiben, wenn wir die
Formeln in Anhang A.1 verwenden. Damit ergibt sich
ǫFC =− y
2
t
16π2
A∗tµ
∗
(
D2 − |M2|2D0
)
+
g2
16π2
M∗2µ
∗
(
D2 −m2t˜RD0 −C0
)
(5.51)
mit D0,2 = D0,2(meχ±1
,m
eχ±2
,mt˜1 ,mt˜2) und C0 = C0(meχ±1
,m
eχ±2
,mq˜L) aus Anhang A.3.
Gl. (5.51) verdeutlicht, dass die flavoura¨ndernden Selbstenergien direkt mit dem SUSY-
Brechungssektor verbunden sind, sie verschwinden im GrenzfallM2, At → 0. Der g2–Anteil
von ǫFC verschwindet durch GIM-Auslo¨schung, wenn die Links-Rechts-Mischung der Stops
und die Massendifferenz zwischen der dritten und den ersten beiden Squark-Generationen
vernachla¨ssigt werden.
Im Folgenden diskutieren wir zwei verschiedene Methoden, mit denen die Korrekturen
(ǫFC tan β)
n in Berechnungen von Flavourobservablen zu allen Ordnungen n beru¨cksichtigt
werden ko¨nnen. Die erste wird in Abschnitt 5.4.1 besprochen, sie besteht darin, fla-
voura¨ndernde Selbstenergien in a¨ußeren Quark-Beinchen von Feynman-Diagrammen zu
erlauben. Die zweite ist dazu a¨quivalent, sie wird in Abschnitt 5.4.2 eingefu¨hrt. Dort wer-
den die Quarkfelder mit einer matrixwertigen Wellenfunktionsrenormierung behandelt, die
dann in Kopplungen an SUSY-Partner und Higgs-Teilchen eingeht. Beide Vorgehensweisen
fu¨hren zu den gleichen physikalischen Resultaten.
5.4.1. Flavoura¨ndernde Selbstenergien in a¨ußeren Beinchen
Betrachten wir die generische Situation eines Selbstenergie-Unterdiagramms in einem
a¨ußeren Quark-Beinchen eines Feynman-Graphen, wie in Abb. 5.9 dargestellt. In fla-
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vourerhaltenden Prozessen werden solche Selbstenergien abgeschnitten und gehen in S-
Matrixelemente nach der Lehmann-Symanzik-Zimmermann-Formel nur u¨ber die Wellen-
funktionsrenormierung (
”
Z-Faktoren“) ein. Diagramme mit flavoura¨ndernden Selbstener-
gien dagegen ko¨nnen wie 1-Teilchen-irreduzible Diagramme behandelt werden, wenn die
Massendifferenz zwischen den beiden beteiligten Quarks wesentlich gro¨ßer ist als der nu-
merische Wert des Selbstenergie-Unterdiagramms [179]. Diese Bedingung ist in naiver
MFV trotz der tan β–Versta¨rkung erfu¨llt, da die Unterdiagramme kleine CKM-Faktoren
beinhalten.
Wir diskutieren nun den b−s–U¨bergang, siehe Abb. 5.9, der b−d–Fall wird vo¨llig analog
behandelt. Mit ms = 0 ergeben die beiden Feynman-Diagramme
M1 =Mrest1 ·
i(p +mb)
p2 −m2b
∣∣∣∣
p=0
(−iΣRLbs ) = −Mrest1 · VtsV ∗tb
ǫFC tan β
1 + ǫb tan β
, (5.52)
M2 =Mrest2 ·
i(p +ms)
p2 −m2s
∣∣∣∣
p=m
pole
b
(−iΣRL∗bs ) = +Mrest2 · V ∗tsVtb
ǫ∗FC tan β
1 + ǫ∗b tan β
. (5.53)
Mresti steht hier fu¨r den flavourerhaltenden Prozess, an den die Selbstenergie angeha¨ngt
wird. Die Ausdru¨cke (5.52) und (5.53) sind von der Gro¨ßenordnung O(ǫFC tan β), d.h. fu¨r
großes tan β ist es mo¨glich, einen b → s–U¨bergang ohne Schleifenunterdru¨ckung zu be-
kommen. Die CKM-Unterdru¨ckung ist dabei die gleiche wie fu¨r jeden b → s–Prozess im
SM.
Es kann vorkommen, dass auch Mresti noch eine Selbstenergie in dem hier betrachteten
a¨ußeren Beinchen beinhaltet, z.B. beim Prozess b→ sγ. Die in Gln. (5.52) und (5.53) im-
plizierte Entwicklung der Diagramme in mb/MSUSY ergibt in diesem Prozess in fu¨hrender
Ordnung Null, so dass ho¨here Ordnungen betrachtet werden mu¨ssen. Die rechte Seite von
Gl. (5.27) muss deshalb bis zur Ordnungm2b/M
2
SUSY entwickelt werden, um den geeigneten
Counterterm δmb zu finden. In Kapitel 5.3 wurde dagegen nur die niedrigste Ordnung
betrachtet, es stellt fu¨r die Resummation aber kein Problem dar, auch ho¨here Ordnungen
mitzunehmen. Betrachten wir nun die b → sγ–Diagramme in Abb. 5.10 und setzen die
a¨ußeren Teilchen auf die Massenschale. Wir stellen fest, dass eine Einsetzung von δmb
wie im unteren linken Diagramm (durch ein Kreuz dargestellt) die entsprechende flavour-
diagonale Bottom-Selbstenergie im oberen linken Diagramm nur teilweise weghebt. Der
Grund ist, dass der Counterterm aus der on-shell-Renormierungsbedingung bei p2 = m2b
stammt, wa¨hrend bei der Selbstenergie hier p2 = m2s = 0 gilt. Es bleibt ein Term der
Ordnung O(m2b/M2SUSY) u¨brig, der zur entsprechenden Ordnung der Vertexkorrektur im
oberen rechten Diagramm addiert wird. Die niedrigeren Ordnungen heben sich korrekt
weg, dafu¨r werden der Vollsta¨ndigkeit halber auch nicht tan β–versta¨rkte Wellenfunktions-
Counterterme wie im unteren rechten Diagramm beno¨tigt. Das Ergebnis ist eichinvariant
und von der Ordnung (mb/MSUSY)
2 ǫ∗FC tan
2 β, multipliziert mit einem weiteren Schleifen-
faktor.
An dieser Stelle bietet sich die Frage an, ob tan β–versta¨rkte Flavouru¨berga¨nge auch in
internen Quarklinien auftreten ko¨nnen. Wir beantworten diese Frage in Abschnitt 5.4.2.
Ein weiterer kla¨rungsbedu¨rftiger Punkt ist das Auftreten der Polmasse des b-Quarks in
Gl. (5.53) durch die Bewegungsgleichung. In ΣRLbs tritt nur die MS–Masse mb auf, so dass
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Abb. 5.10. Einige Diagramme mit Selbstenergien in a¨ußeren Beinchen fu¨r den Prozess
b→ sγ.
b
b
s
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b˜1,2
γ
b
b
s
γ
b
b
b
γ
b˜1,2
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s
b
b
b
γ
s
das Ku¨rzen dieser Masse nur in fu¨hrender Ordnung in αs erlaubt scheint. In Anhang D
diskutieren wir Gluon-Korrekturen zu den Diagrammen in Abb. 5.9 und kommen zu dem
Schluss, dass diese genau den Unterschied zwischen beiden Massen ausgleichen, so dass
die Bottom-Masse auch in ho¨heren Ordnungen herausfa¨llt.
Betrachten wir nun die Resummation der tanβ–versta¨rkten Flavouru¨berga¨nge. Wie im
Ansatz der effektiven Lagrangedichte [151, 152, 166] ko¨nnen wir dies u¨ber eine Umdefini-
tion der CKM-Matrix erreichen. Wir betrachten dazu den u¯i djW
+–Vertex mit der tanβ–
versta¨rkten Korrektur in Abb. 5.11. Wir stellen eine on-shell-Renormierungsbedingung fu¨r
die Elemente Vij auf, so dass der Counterterm δVij das SUSY-Selbstenergie-Diagramm bei
p2 = m2dj aufhebt. Wir ko¨nnen in der Selbstenergie p
2 = 0 setzen, da dies der fu¨hrenden
Ordnung in p/MSUSY entspricht, im internen Quarkpropagator muss der Impuls im Fall
j = 3 selbstversta¨ndlich auf den physikalischen Wert gesetzt werden. Damit entspricht
die renormierte CKM-Matrix V numerisch derjenigen, die aus Niederenergie-Messungen
extrahiert wird, da die wichtigen SUSY-Korrekturen subtrahiert wurden1 Wir erhalten
δVij = −VikΛkj, mit
Λkj(V ) =

mdj
m2dj −m2dk
ΣLRkj +
mdk
m2dj −m2dk
ΣRLkj , k 6= j
0 , k = j .
(5.54)
Wir betonen hierbei, dass δVij niemals weniger Potenzen des Wolfenstein-Parameters λ
beinhaltet als Vij .
Die unrenormierte Matrix V (0) lautet
V (0) = V + δV = V (1− Λ) ≈ V e−Λ. (5.55)
Die gewa¨hlte Renormierungsbedingung erha¨lt die Unitarita¨t der CKM-Matrix, da die Ma-
trix Λ antihermitesch ist.
1Unsere Matrix V entspricht demnach V eff in Ref. [166].
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Abb. 5.11. tan β–versta¨rkte Korretur zum CKM-Element Vij .
dj
ui
dk
Wµ
Mit den Selbstenergien aus Gl. (5.49) erkennen wir, dass die Korrekturen δVtd, δVts,
δVub und δVcb von der Ordnung O(ǫFC tan β) sind, d.h. die Schleifenunterdru¨ckung wird
durch die tan β–Versta¨rkung aufgehoben und die Korrekturen ko¨nnen mit den entspre-
chenden tree-level-Gro¨ßen konkurrieren. Wir haben hier die gleiche Situation wie bei den
flavourerhaltenden Selbstenergien in Kap. 5.3.1: Ru¨ckeinsetzen der Counterterme δVij in
das Diagramm in Abb. 5.11 ergibt Beitra¨ge, die formal von ho¨herer Schleifenordnung
sind, aber durch ho¨here Potenzen von tanβ versta¨rkt sind. Diese Beitra¨ge sollen nun zu
allen Ordnungen aufsummiert werden. Analog zu Gl. (5.39) fordern wir zu diesem Zweck,
dass der zu allen Ordnungen aufsummierte Counterterm auch seine eigenen Einsetzungen
weghebt, so dass Gl. (5.54) verallgemeinert wird zu
δVij = −(Vik + δVik) · Λkj |V→V+δV . (5.56)
Wir haben nun zwei Mo¨glichkeiten: Entweder wir entwickeln die rechte Seite von Gl. (5.56)
Ordnung fu¨r Ordnung und finden eine rekursive Beziehung zwischen δV
(n)
ij und δV
(n−1)
ij , so
dass wir die Summe u¨ber n explizit berechnen ko¨nnen, oder wir nutzen wie in Kap. 5.3.1
eine Abku¨rzung. Sie besteht darin, Vij auf beiden Seiten zu addieren und die resultierende
Matrixgleichung
V (0) = V − V (0) · Λ|V→V (0) (5.57)
nach V (0) aufzulo¨sen. Einsetzen von Λkj aus Gl. (5.54) mit Σ
RL
ij = Σ
LR∗
ji aus Gl. (5.49) in
Gl. (5.57) ergibt
V
(0)
ij = Vij −
∑
k 6=j
V
(0)
ik V
(0)∗
tk V
(0)
tj
1
m2j −m2k
[
m2jǫ
∗
FC tan β
1 + ǫ∗j tan β
+
m2kǫFC tan β
1 + ǫk tan β
]
. (5.58)
Durch Vernachla¨ssigung kleiner Quark-Massenverha¨ltnisse und der Down-Strange-
Selbstenergie (siehe die Diskussion vor Gl. (5.49)) erhalten wir letztendlich die Lo¨sung
V (0) =
 Vud Vus K
∗Vub
Vcd Vcs K
∗Vcb
KVtd KVts Vtb
 , mit K = 1 + ǫb tan β
1 + (ǫb − ǫFC) tan β . (5.59)
Wir ko¨nnen Gl. (5.59) nun mit den Ergebnissen anderer Arbeiten vergleichen, die von
einer effektiven Lagrangedichte im Grenzfall MSUSY ≫ v ausgehen [151, 152, 166]. Wir
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haben Gl. (5.59) bereits in einer Form geschrieben, die genau den Ergebnissen fru¨herer
Arbeiten entspricht, der Unterschied liegt dabei lediglich in der Definition der Gro¨ßen ǫb
und ǫFC. Im Grenzfall sehr schwerer SUSY-Massen und verschwindender CP–Phasen sind
die Ergebnisse a¨quivalent, unsere Formeln sind aber auch im Fall MSUSY ≃ v gu¨ltig und
beinhalten alle mo¨glicherweise auftretenden CP–Phasen. Somit haben wir die analytische
Resummation der tan β–versta¨rkten flavoura¨ndernden Effekte zum ersten Mal fu¨r den
allgemeinen SUSY-Fall hergeleitet. Die iterativen Resummations-Methoden aus Refn. [166,
167] reproduzieren numerisch unser Ergebnis, falls die Iteration konvergiert.
5.4.2. Renormierung der flavoura¨ndernden Selbstenergien
Die zweite Mo¨glichkeit, flavoura¨ndernde Selbstenergien zu behandeln, ist, sie in Wellen-
funktions-Counterterme (WF-Counterterme) zu absorbieren, anstatt sie an 1-Teilchen-
irreduzible Diagramme anzuha¨ngen. In diesem Ansatz existieren die Effekte, die im vori-
gen Abschnitt als Selbstenergien in a¨ußeren Beinchen beigetragen haben, natu¨rlich weiter-
hin, sie werden in Vertizes mit den renormierten Quarkfeldern verschoben. Insbesondere
ko¨nnen urspru¨nglich flavourdiagonale Vertizes dadurch flavoura¨ndernd werden. Der Vor-
teil dieser Methode ist, dass sie sich gut fu¨r die Formulierung effektiver Feynman-Regeln
eignet, die dann in Computerprogrammen wie z.B. FeynArts [180, 181] zur Berechnung
von Matrixelementen implementiert werden ko¨nnen.
Wir beziehen uns zuna¨chst wieder auf den u¯i djW
+–Vertex wie in Abb. 5.11. Die Re-
normierung der CKM-Matrix mit Hilfe von WF-Countertermen wurde in konsistenter
Form zum ersten Mal in Ref. [182] durchgefu¨hrt, dabei wurde ein reines on-shell-Schema
verwendet. Man fordert, dass die Einsetzung eines WF-Counterterms eine passende fla-
voura¨ndernde Selbstenergie immer dann weghebt, wenn eines der beteiligten Quarks auf
der Massenschale liegt. Spa¨ter wurde in Ref. [183] festgestellt, dass diese Vorschrift zu
nicht-eichinvarianten Ergebnissen fu¨hren kann, und als Alternative eine Renormierung
bei verschwindendem a¨ußeren Impuls vorgeschlagen. Da wir a¨ußere Impulse in tanβ–
versta¨rkten flavoura¨ndernden Selbstenergien immer vernachla¨ssigen ko¨nnen, gibt es fu¨r
uns allerdings keinen Unterscheid zwischen den beiden Ansa¨tzen und wir erhalten immer
eichinvariante Ergebnisse. Wir renormieren die down-artigen Quarkfelder durch
d
(0)
i,L =
(
δij +
1
2
δZLij
)
dj,L, d
(0)
i,R =
(
δij +
1
2
δZRij
)
dj,R (5.60)
mit antihermiteschen WF-Countertermen
δZLij = −δZL∗ji , δZRij = −δZR∗ji . (5.61)
Dies entspricht einer unita¨ren Transformation im Flavourraum. Im Folgenden werden wir
feststellen, dass sich dadurch die SM-Kopplungen der Quarks an Photonen, Gluonen und
Z–Bosonen nicht a¨ndern und nach einer geeigneten Renormierung der CKM-Matrix auch
der u¯i djW
+–Vertex unvera¨ndert bleibt. Unser Renormierungsschema macht damit die
Entkopplung der SUSY-Effekte von SM nach dem Appelquist-Carazzone-Theorem, hier
im Grenzfall mb/MSUSY → 0, offensichtlich.
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Abb. 5.12. ΣRLij inkl. Beitra¨ge von ho¨herer Ordnung in tan β.
diR
χ˜−
d
j
L
t˜, c˜, u˜
diR
g˜, χ˜0
d
j
L
d˜i
diR
χ˜−
d
j
L
t˜, c˜, u˜
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g˜, χ˜0
d
j
L
d˜j
diR
χ˜−
d
j
L
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Die Drehung der Quarkfelder nach Gl. (5.60) geht in die Massenterme der Lagrange-
dichte (siehe Gl. (5.25)) ein, diese werden zu
Lm = − m(0)dj d
(0)
j,Rd
(0)
j,L + h.c.
= −
[
m
(0)
dj
δjk +
1
2
m
(0)
dj
δZLjk −
1
2
m
(0)
dk
δZRjk
]
dj,Rdk,L + h.c. (5.62)
Die Summen u¨ber j, k = 1, 2, 3 sind impliziert. Die Renormierungsbedingung zur Sub-
traktion der versta¨rkten Selbstenergie ΣRLij aus Gl. (5.49) bei verschwindendem a¨ußeren
Impuls lautet
ΣRLij +m
(0)
di
δZLij
2
−m(0)dj
δZRij
2
= 0, i 6= j. (5.63)
Die unrenormierten Massen m
(0)
di
= mdi + δmdi enthalten die tanβ–versta¨rkten Korrek-
turen durch den Massen-Counterterm δmdi wie in Kap. 5.3.1. Aus Gl. (5.63) und ihrer
komplex konjugierten Version erhalten wir explizite Ausdru¨cke fu¨r die WF-Counterterme
auf 1-Schleifen-Niveau:
δZLij
2
=
m
(0)∗
di
ΣRLij +m
(0)
dj
ΣLRij
|m(0)dj |2 − |m
(0)
di
|2
fu¨r i 6= j, (5.64)
δZRij
2
=
m
(0)
di
ΣLRij +m
0∗
dj
ΣRLij
|m(0)dj |2 − |m
(0)
di
|2
fu¨r i 6= j. (5.65)
Damit ist die tan β–Versta¨rkung von δZL,Rij offensichtlich, allerdings ist δZ
R
ij im Gegensatz
zu δZLij immer durch ein kleines Quark-Massenverha¨ltnis unterdru¨ckt.
Wir erinnern daran, dass der Ausdruck fu¨r ΣRLij in Gl. (5.49) und damit die Counter-
terme unter Vernachla¨ssigung des a¨ußeren Impulses hergeleitet wurden. Das bedeutet, die
Counterterme ko¨nnen Selbstenergien in a¨ußeren Quark-Beinchen nur unter dieser Annah-
me vollsta¨ndig aufheben, andernfalls ko¨nnen Terme von ho¨herer Ordnung in mdi/MSUSY
aus der Selbstenergie u¨brig bleiben. Dies ist wichtig fu¨r Rechnungen, in denen solche
ho¨heren Ordnungen mitgenommen werden mu¨ssen, wie z.B. im Prozess b→ sγ.
Kommen wir nun zur Resummation der ho¨heren Schleifenordnungen mit ho¨heren Poten-
zen von tanβ. Die flavourdiagonalen Korrekturen wurden in Gl. (5.49) bereits resummiert.
Die flavoura¨ndernden Effekte entstehen in ho¨heren Ordnungen durch Ru¨ckeinsetzungen
der Counterterme δZLij und δZ
R
ij in Selbstenergien. Diese Diagramme sind in Abb. 5.12
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gemeinsam mit der fu¨hrenden Ordnung gezeichnet, wir sehen, dass nun auch Gluinos und
Neutralinos als virtuelle Teilchen beitragen. Alle diese Diagramme sind tanβ–versta¨rkt
und von der gleichen Ordnung in λ wie das fu¨hrende Diagramm. Wir verallgemeinern
ΣRLij im Vergleich zu Gl. (5.49) durch Einschluss dieser Beitra¨ge und erhalten
ΣRLij (δZ
L
ij , δZ
R
ij ) = V
(0)∗
ti V
(0)
tj m
(0)
di
ǫFC tan β +
δZLij
2
m
(0)
di
ǫi tan β −
δZRij
2
m
(0)
dj
ǫj tan β. (5.66)
Wir schreiben hier bereits vorgreifend V
(0)
ij , da die CKM-Matrix tan β–versta¨rkte Coun-
terterme erhalten wird, die ebenfalls in ΣRLij (δZ
L
ij , δZ
R
ij ) eingehen. Nun ersetzen wir in
Gln. (5.64) und (5.65) ΣRLij und Σ
LR
ij durch Σ
RL
ij (δZ
L
ij , δZ
R
ij ) und Σ
LR
ij (δZ
L
ij , δZ
R
ij ), um Be-
stimmungsgleichungen fu¨r die WF-Counterterme zu erhalten, die zu allen Ordnungen der
Sto¨rungstheorie gu¨ltig sind. Wie vorher mu¨ssen die aufsummierten Counterterme ihre ei-
genen Einsetzungen zu allen Ordnung wegheben. Die sich ergebenden Gleichungen ko¨nnen
direkt nach δZL,Rij aufgelo¨st werden, dabei ergibt sich in fu¨hrender Ordnung in mdi/mb
mit i = d, s:
δZLbi
2
= −δZ
L∗
ib
2
= − ǫFC tan β
1 + ǫb tan β
V
(0)∗
tb V
(0)
ti , (5.67)
δZRbi
2
= −δZ
R∗
ib
2
= −mdi
mb
[
ǫFC tan β
1 + ǫb tan β
+
ǫ∗FC tan β
(1 + ǫ∗i tan β)
]
V
(0)∗
tb V
(0)
ti . (5.68)
Die u¨brigen Matrixeintra¨ge von δZL,Rij verschwinden.
Nun mu¨ssen wir noch die CKM-Matrix nach der Vorschrift von Ref. [182] renormieren,
wobei die WF-Counterterme der up-artigen Quarks entfallen, da sie nicht versta¨rkt sind.
Wir schreiben V
(0)
ij = Vij + δVij mit
δVij = −
∑
k
V
(0)
ik
δZLkj
2
(5.69)
Um die Terme ho¨herer Ordnung in tanβ mitzunehmen, haben wir auf der rechten Seite wie-
der Vik durch V
(0)
ik ersetzt. Diese Bedingung legt die aufsummierten CKM-Counterterme
so fest, dass sie den Effekt der WF-Renormierung in den Kopplungen der Quarks an das
W–Boson exakt aufheben. Damit bleibt nur die tree-level-Kopplung u¨brig, die genau dem
SM-Wert entspricht.
Nach Einsetzen von Gl. (5.67) in Gl. (5.69) ko¨nnen wir nach δVij auflo¨sen und finden
wieder die gleiche Beziehung zwischen V
(0)
ij und Vij wie in Gl. (5.59) mit der alternativen
Methode des letzten Kapitels. Die WF-Counterterme in Abha¨ngigkeit von der physikali-
schen CKM-Matrix erhalten wir nun durch Einsetzen von Gl. (5.59) in Gln. (5.67) und
(5.68):
δZLbi
2
= −δZ
L∗
ib
2
= −V ∗tbVti
ǫFC tan β
1 + (ǫb − ǫFC) tan β , (5.70)
δZRbi
2
= −δZ
R∗
ib
2
= −V ∗tbVti
mdi
mb
[
ǫFC tan β
1 + ǫb tan β
+
ǫ∗FC tan β
(1 + ǫ∗i tan β)
]
1 + ǫb tan β
1 + (ǫb − ǫFC) tan β .
(5.71)
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Wir merken an, dass diese analytischen Ausdru¨cke den Grenzwerten der iterativen
Quarkfeld-Rotationen aus dem zweiten Kapitel von Ref. [166] entsprechen.
Fassen wir zusammen: Wa¨hrend wir in Kapitel 5.4.1 die tanβ–versta¨rkten Beitra¨ge zu
b − s– und b − d–U¨berga¨ngen durch Selbstenergien in a¨ußeren Beinchen hergeleitet und
resummiert haben, sind wir in diesem Kapitel durch Absorption der Selbstenergien in WF-
Counterterme zu den gleichen Ergebnissen gekommen. Insbesondere wird die CKM-Matrix
auf die gleiche Weise renormiert.
Abschließend mo¨chten wir noch die im letzten Kapitel gestellte Frage nach versta¨rkten
Flavouru¨berga¨ngen in internen Quarklinien beantworten. Mit der WF-Renormierungs-
Methode stammen solche U¨berga¨nge entweder aus Einsetzungen von ΣRLij in eine interne
Linie oder aus einer entsprechenden Einsetzung von δZL,Rij . Wir betrachten hier beispiel-
haft den b−s–U¨bergang und vernachla¨ssigen den mitms/mb unterdru¨ckten rechtsha¨ndigen
Counterterm. In diesem Fall beinhaltet die flavoura¨ndernde Linie neben den beiden Quark-
propagatoren nur die Summe
Γbs(p) =
V
(0)∗
tb V
(0)
ts mb ǫFC tan β
1 + ǫb tan β
+mb
δZLbs
2
. (5.72)
Bisher haben wir in ǫFC nur den fu¨hrenden Term im a¨ußeren Impuls der Selbstenergie
mitgenommen. Nun entwickeln wir in Potenzen von p/MSUSY und finden in quadratischer
Ordnung wieder einen tanβ–versta¨rkten Term, so dass wir in Gl. (5.72) ersetzen ko¨nnen
ǫFC tan β → ǫ(0)FC tan β + p
2
M2SUSY
ǫ
(2)
FC tan β, (5.73)
wobei ǫ
(0)
FC dem Ausdruck in Gl. (5.51) entspricht. In Gl. (5.72) hebt der Counterterm
nur den ǫ
(0)
FC –Term weg, da wir die Renormierungsbedingung fu¨r verschwindenden a¨ußeren
Impuls aufgestellt hatten. Im Fall p2 ≪M2SUSY ist eine flavoura¨ndernde interne Linie also
in jedem Fall durch den Faktor p2/M2SUSY gegenu¨ber einer flavourerhaltenden Linie, wo der
Flavouru¨bergang an einem Vertex stattfindet, unterdru¨ckt. Im Fall p2 ≃M2SUSY mu¨ssen wir
zusa¨tzlich noch die Quark-Propagatoren betrachten. Wir haben auf der Linie das Produkt
1
p−mb
p2
M2SUSY
V
(0)∗
tb V
(0)
ts mb ǫ
(2)
FC tan β
1 + ǫb tan β
1
p−ms
, (5.74)
und ko¨nnen die Quarkmassen in den Propagatoren vernachla¨ssigen. Damit ku¨rzt sich der
Impuls heraus und wir haben immer noch eine Unterdru¨ckung mit mb/M
2
SUSY, wa¨hrend
ein flavourerhaltender Quarkpropagator sich im selben Grenzfall wie 1/MSUSY verha¨lt.
Damit ist klar, dass ein wichtiger Unterschied zwischen den vorher diskutierten Fla-
vouru¨berga¨ngen in a¨ußeren Beinchen (unabha¨ngig von deren mo¨glicher Absorption in
WF-Counterterme) und solchen in internen Quarklinien besteht. Bei ersteren bringt die
Flavoura¨nderung im Vergleich zum flavourerhaltenden Prozess, an den sie angeha¨ngt
wird, ledglich die in MFV zu erwartende CKM-Unterdru¨ckung mit sich, im letzteren Fall
tritt eine zusa¨tzliche Unterdru¨ckung durch Potenzen von 1/MSUSY im Vergleich zum Fla-
vouru¨bergang an einem Vertex auf. Angewendet auf physikalische Prozesse bedeutet das,
dass tan β-versta¨rkte Flavouru¨berga¨nge in a¨ußeren Beinchen immer beru¨cksichtigt werden
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mu¨ssen, wa¨hrend solche in internen Linien im Normalfall vernachla¨ssigt werden ko¨nnen.
Wir ko¨nnen nicht ausschließen, dass Prozesse existieren, in denen die fu¨hrende Ordnung
in der 1/MSUSY–Entwicklung a¨hnlich wie in b→ sγ verschwindet und die dadurch sensitiv
auf Einsetzungen in interne Linien werden, uns ist aber kein solcher Prozess bekannt.
5.5. Effektive Feynmanregeln fu¨r das MSSM bei großem
tanβ
5.5.1. Hintergrund und Struktur der effektiven Feynmanregeln
Mit den bisher erzielten Ergebnissen haben wir alle tanβ–versta¨rkten Schleifenkorrekturen
im MSSM erfasst und, falls mo¨glich, zu allen Ordnungen aufsummiert. Dies versetzt uns
in die Lage, die Feynmanregeln des MSSM so zu modifizieren, dass solche Effekte auto-
matisch korrekt implementiert sind und nicht mehr gesondert betrachtet werden mu¨ssen.
Insbesondere fu¨r automatisierte Rechnungen ist dies von großem Vorteil.
Wie bereits erwa¨hnt haben wir unser Renormierungsschema so gewa¨hlt, dass alle SM-
Vertizes in ihrer u¨blichen Form erhalten bleiben. Die WF-Counterterme der Quarks sind
antihermitesch, dadurch lo¨schen sich in Kopplungen an neutrale Eichbosonen δZij und
δZ∗ji gegenseitig aus. In Kopplungen an das W–Boson ist dies nicht der Fall, durch die
on-shell-Renomierung der CKM-Matrix behalten aber auch diese Vertizes letztendlich ihre
Form. Als Beispiel geben wir den t¯ sW–Vertex an:
− ig√
2
γµPL
(
Vts + δVts + Vtb
δZLbs
2
)
= − ig√
2
γµPLVts. (5.75)
mit dem physikalischen CKM-Element Vts ≈ −0.04. Wie in Kap. 5.4 bemerkt brechen
unsere flavoura¨ndernden Schleifeneffekte explizit die SUSY. Wir ko¨nnen daher nicht da-
von ausgehen, dass auch die supersymmetrischen Varianten der SM-Vertizes unvera¨ndert
bleiben.
In der Tat finden wir, trotz der urspru¨nglichen Annahme von naiver MFV, in diesem
Szenario flavoura¨ndernde Kopplungen der neutralen Gauginos. Dies entspricht FCNC-
Kopplungen, die zwar wie im SM schleifenunterdru¨ckt sind, hier aber durch tan β versta¨rkt
sind. Durch Einsetzen der WF-Renormierung aus Gl. (5.60) in die MSSM-Lagrangedichte
finden wir beispielsweise den folgenden Quark-Squark-Gluino-Vertex:
L ⊃ −i
√
2gsT
a b˜∗Lg˜
ab
(0)
L = −i
√
2gsT
a b˜∗Lg˜
a
(
bL +
δZLbs
2
sL +
δZLbd
2
dL
)
. (5.76)
Das Gluino koppelt also flavoura¨ndernd mit dem Counterterm δZLbd(s) als Bestandteil
der effektiven Feymanregel. Mit der Methode von Kap. 5.4.1 wu¨rden wir den gleichen
Effekt durch Anha¨ngen einer flavoura¨ndernden Quark-Selbstenergie an den b˜∗Lg˜
abL–Vertex
erhalten.
Auf die gleiche Art ergeben sich auch effektive flavoura¨ndernde Kopplungen der Neutra-
linos und der neutralen Higgs-Bosonen. Daru¨berhinaus gehen die WF-Counterterme und
CKM-Counterterme auch in Wechselwirkungen von Quarks mit geladenen Higgs-Teilchen
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oder Charginos ein, so dass diese modifiziert werden mu¨ssen. Außerdem mu¨ssen die unre-
normierten CKM-Matrixelemente in den flavoura¨ndernden Squark-Kopplungen, an denen
keine Quarks beteiligt sind, mit Hilfe von Gl. (5.59) durch die entsprechenden physikali-
schen Matrixelemente ausgedru¨ckt werden.
An dieser Stelle ist es angebracht, noch einmal auf die Super-CKM-Basis und naive MFV
einzugehen und dafu¨r konsistente Definitionen aufzustellen, die flavoura¨ndernde Schleifen-
korrekturen beru¨cksichtigen. Es bieten sich dafu¨r zwei Vorgehensweisen an:
• tree-level-Definition: Die Super-CKM-Basis ist die Basis, in der die tree-level-
Massenmatrizen der Quarkfelder diagonal sind. Unsere naive MFV-Annahme be-
steht darin, dass die SUSY-Brechungsterme und damit die Squark-Massenmatrizen
in dieser Basis diagonal sind.
• on-shell-Definition: Die Super-CKM-Basis ist die Basis, in der die on-shell-renor-
mierten Massenmatrizen der Quarkfelder diagonal sind.
Die on-shell-Definition bietet sich an, wenn die Squark-Mischung experimentell be-
stimmt wurde, so dass die MFV-Annahme u¨berflu¨ssig wird. Dann kann auch die Squark-
Massenmatrix on-shell renormiert werden, so dass die renormierte Massenmatrix der physi-
kalischen entspricht. Wir verwenden in dieser Arbeit ausschließlich die tree-level-Definition,
da sie eine fundamentale MFV-Annahme auf dem Niveau der urspru¨nglichen MSSM-
Lagrangedichte erlaubt. In der on-shell-Definition wu¨rden die flavoura¨ndernden Quark-
Selbstenergien in die Rotationsmatrizen absorbiert, die die Quarkfelder in die Super-CKM-
Basis bringen. Entsprechend wu¨rden dabei auch die Squarkfelder mitrotiert. Eine MFV-
Definition in einer solchen Basis, siehe z.B. Ref. [184], wu¨rde zwar den Quark-Squark-
Gluino-Vertex vollsta¨ndig flavourdiagonal machen, da die tan β–versta¨rkten Korrekturen
aus Gl. (5.76) dann in der Renormierung der Mischungsmatrizen stecken wu¨rden, sie er-
scheint uns aber unnatu¨rlich, wenn wir von symmetriebasierter MFV ausgehen. Unsere
MFV-Annahme bezieht sich direkt auf die fundamentalen SUSY-brechenden Parameter
der Lagrangedichte, bevor irgendeine Art von Renormierung stattfindet.
Unsere effektiven Feynmanregeln reproduzieren im Entkopplungslimes die bisher be-
kannten flavoura¨ndernden Kopplungen der neutralen Higgs-Bosonen [150, 151], ko¨nnen
also als Verallgemeinerung dieser fu¨r den Fall MSUSY ≃ v betrachtet werden. Gleiches gilt
fu¨r die modifizierten Kopplungen der geladenen Higgs-Bosonen an Quarks. Die modifizier-
ten Quark-Squark-Chargino-Kopplungen und insbesondere die flavoura¨ndernden Gluino-
und Neutralino-Kopplungen sind neu, sie ko¨nnen in einer effektiven Theorie fu¨r den Ent-
kopplungslimes mit ausintegrierten SUSY-Teilchen logischerweise nicht berechnet werden.
Lediglich in einer Arbeit, Ref. [184], wurden bisher flavoura¨ndernde schleifeninduzierte
Gluino-Kopplungen in MFV diskutiert. Dort wurden alle Zwei-Schleifen-Korrekturen der
Ordnung O(αWαs) zum Prozess b → sγ berechnet, unter denen auch Diagramme mit
flavoura¨ndernden Selbstenergien zu finden sind. Allerdings wurde dabei weder die tan β–
Versta¨rkung dieser Beitra¨ge erkannt, noch wurden die Selbstenergien zu allen Ordnungen
(ǫFC tan β)
n aufsummiert.
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5.5.2. Zusammenfassung der effektiven Feynmanregeln
Wir fassen in diesem Abschnitt die effektiven Fynmanregeln fu¨r das MSSM bei großem
tan β zusammen. Sie sind u¨ber den Entkopplungslimes hinaus gu¨ltig und schließen auch
alle Vertizes mit SUSY-Teilchen ein. Wir beziehen uns hier auf das Eingabeschema (i) aus
Kap. 5.3.1 fu¨r die Sbottom-Parameter.
(1) Alle MSSM-Vertizes werden als Funktion der down-artigen Yukawa-Kopplungen ydi
anstelle der Massen mdi geschrieben, dabei muss die Yukawa-Kopplung als komplex
angenommen werden. In unserer Konvention steht ydi bei Vertizes mit einlaufen-
dem linksha¨ndigem (S)quark und y∗di bei Vertizes mit einlaufendem rechtsha¨ndigem
(S)quark. Bei den Vertizes, die ausschließlich aus skalaren Feldern bestehen, ist es
hilfreich, sich zu u¨berlegen, wie diese Kopplungen aus dem Superpotential WMSSM
aus Gl. (4.9) u¨ber die Terme
LMSSM ⊃
(
δWMSSM
δφi
) (
δWMSSM
δφi
)∗
(5.77)
zustande kommen. Nach der Diagonalisierung der Yukawa-Matrizen entha¨lt WMSSM
nur deren Eigenwerte ydi und nicht etwa y
∗
di
. Anschließend wird die Ersetzung nach
Gl. (5.44) vorgenommen:
ydi → y(0)di =
mdi
vd(1 + ǫi tan β)
. (5.78)
Dann entspricht mdi der gemessenen Masse, z.B. im MS-Schema. Die gleiche Erset-
zung muss auch in der Sbottom-Massenmatrix M2
b˜
aus Gl. (A.1) gemacht werden,
bevor der Mischungswinkel nach Gl. (A.11) bestimmt wird. Falls das Eingabesche-
ma (iii) verwendet werden soll, muss die Sbottom-Matrix wie in Kap. 5.3.2 iterativ
berechnet werden.
(2) Die CKM-Matrixelemente werden wie folgt ersetzt:
Vti −→ V (0)ti =
1 + ǫb tan β
1 + (ǫb − ǫFC) tan βVti (i = d, s) (5.79)
Vib −→ V (0)ib =
1 + ǫ∗b tan β
1 + (ǫ∗b − ǫ∗FC) tan β
Vib (i = u, c). (5.80)
Alle weiteren Eintra¨ge bleiben unvera¨ndert. Nach diesen Ersetzungen ko¨nnen die
gemessenen Werte fu¨r Vij eingesetzt werden.
(3) Die letzte Regel betrifft alle Vertizes mit down-artigen Quarks. Hier mu¨ssen die
flavoura¨ndernden WF-Counterterme
δZLbi
2
= − ǫFC tan β
1 + ǫb tan β
V ∗tbV
(0)
ti (5.81)
δZRbi
2
= −mi
mb
[
ǫFC tan β
1 + ǫb tan β
+
ǫ∗FC tan β
1 + ǫ∗i tan β
]
V ∗tbV
(0)
ti (5.82)
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fu¨r i = d, s als zusa¨tzliche Kopplungen beru¨cksichtigt werden. Dies fu¨hrt zu
zusa¨tzlichen flavoura¨ndernden Vertizes und teilweise zu Auslo¨schungen mit der
CKM-Renormierung aus Punkt (2).
In diesen Regeln sind die tan β–versta¨rkten Schleifenkorrekturen der Form (ǫ tan β)n
bereits zu allen Ordnungen aufsummiert, mit einer Ausnahme: Echte Vertexkorrektu-
ren zu den cot β–unterdru¨ckten Vertizes h0did¯j und H+diLu¯
j
R und zu den entsprechenden
Goldstone-Boson-Vertizes sind in diesen Regeln nicht enthalten. Sie ko¨nnen nur im Ent-
kopplungslimes zu lokalen Kopplungskonstanten kontrahiert werden, andernfalls sind sie
impulsabha¨ngig. Sie sind allerdings reine 1-Schleifen-Effekte und vo¨llig unabha¨ngig von
den resummierten tan β–versta¨rkten Selbstenergien.
Im Folgenden geben wir explizit die Feynmanregeln der neuen flavoura¨ndernden Vertizes
wieder, die sich aus Regel (3) ergeben. Dabei beru¨cksichtigen wir auch die Ersetzungen (1)
und (2). Farbindizes der (S)quarks werden hier nicht angegeben und mehrfach auftretende
Indizes werden nicht kontrahiert.
dj
di
S0
− i√
2
[
xSd
(
δji y
(0)
dj
+
δZLji
2
y
(0)
dj
− δZ
R
ji
2
y
(0)
di
)
PL
+(xSd )
∗
(
δji y
(0)∗
dj
+
δZRji
2
y
(0)∗
dj
− δZ
L
ji
2
y
(0)∗
di
)
PR
]
(5.83)
mit xSd = (cosα,− sinα, i sin β,−i cos β) fu¨r S0 = (H0, h0, A0, G0)
uj
di
S+
iξSL yuj Vji PL + iξ
S
R
(
y
(0)∗
di
V
(0)
ji +
δZRji
2
y
(0)∗
dj
Vjj
)
PR (5.84)
mit ξSL = (cos β, sin β) und ξ
S
R = (sin β,− cos β) fu¨r S+ = (H+, G+)
u˜sj
di
χ˜cm
iVji
(
yujR
uj
s2V∗m2 − gRujs1V∗m1
)
PL
+ iR
uj
s1 Um2
(
y
(0)∗
di
V
(0)
ji +
δZRji
2
y
(0)∗
dj
Vjj
)
PR (5.85)
d˜sj
ui
χ˜m
iV
(0)∗
ij
[(
y
(0)
dj
R
dj
s2U∗m2 − gRdjs1U∗m1
)
PL + yuiR
dj
s1Vm2PR
]
(5.86)
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d˜sj
di
g˜a
− i
√
2gsT
a
[(
δji +
δZLji
2
)
R
dj
s1PL −
(
δji +
δZRji
2
)
R
dj
s2PR
]
(5.87)
d˜sj
di
χ˜0m
i
(
δji +
δZLji
2
)[√
2R
dj
s1
(
g
2
N∗m2 −
g′
6
N∗m1
)
− y(0)dj R
dj
s2N
∗
m3
]
PL
− i
(
δji +
δZRji
2
)[√
2
3
g′R
dj
s2Nm1 + y
(0)∗
dj
R
dj
s1Nm3
]
PR (5.88)
In automatisierten Rechnungen mu¨ssen je nach Implementierung die flavoura¨ndernden
Counterterme eventuell auch explizit in externe und interne Quarklinien eingesetzt werden.
Sie heben dann entsprechende Einsetzungen der flavoura¨ndernden Selbstenergien bis auf
Terme der Ordnung O(mb/MSUSY) weg. Die Feynmanregel fu¨r Couterterm-Einsetzungen
lautet
didj
− i
(
mi
1 + ǫi tan β
δZLij
2
− mj
1 + ǫj tan β
δZRij
2
)
PL
− i
(
mi
1 + ǫ∗i tan β
δZRij
2
− mj
1 + ǫ∗j tan β
δZLij
2
)
PR. (5.89)
5.5.3. Ein Anwendungsbeispiel
Die oben genannten Feynmanregeln ko¨nnen fu¨r
• Niederenergie-Rechnungen mit virtuellen SUSY-Teilchen und
• Hochenergie-Rechnungen fu¨r Kollider-Prozesse mit virtuellen oder realen SUSY-
Teilchen
verwendet werden und eignen sich sehr gut, um z.B. Hochenergie-Rechnungen mit Daten
aus Flavour-Experimenten bei niedrigeren Energien zu kombinieren. Wir geben hier als
Beispiel den flavoura¨ndernden Gluino-Zerfall an. In der Na¨herung mb/MSUSY ≈ 0 lautet
die Zerfallsrate fu¨r g˜ → b˜i b auf tree-level
Γ(g˜ → b˜i b) = αs
8π
(m2g˜ −m2b˜i)
2. (5.90)
Fu¨r den flavoura¨ndernden Zerfall g˜ → b˜i s finden wir
Γ(g˜ → b˜i s)
Γ(g˜ → b˜i b)
=
∣∣∣∣δZLbs2 Rbi1
∣∣∣∣2 + ∣∣∣∣δZRbs2 Rbi2
∣∣∣∣2 ≈ ∣∣∣∣δZLbs2 Rbi1
∣∣∣∣2 . (5.91)
Numerisch ist dieses Verha¨ltnis gegeben durch∣∣∣∣ ǫFC tan β1 + (ǫb − ǫFC) tan β VtbVtsRbi1
∣∣∣∣2 ∼ O(10−4). (5.92)
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5.6. Pha¨nomenologie: FCNC-Prozesse bei großem tanβ
Mit dem Wissen der vorherigen Kapitel sind wir jetzt in der Lage, die Auswirkungen von
tan β–versta¨rkten SUSY-Korrekturen auf FCNC-Prozesse zu untersuchen. Es ist bekannt,
dass diese Korrekturen fu¨r bestimmte Prozesse auch in MFV signifikant sind, das beste
Beispiel hierfu¨r ist der Prozess Bs → µ+µ− [151, 165, 166, 178], der von flavoura¨ndernden
neutralen Higgs-Kopplungen dominiert wird. Mit unseren Feynmanregeln aus Kap. 5.5.2
ko¨nnen wir nun zusa¨tzlich auch flavoura¨ndernde Kopplungen von Gluinos und Neutralinos
beru¨cksichtigen und deren Effekte studieren, außerdem ko¨nnen wir die in der Literatur
nur fu¨r den EntkopplungslimesMSUSY ≫ v existierenden Rechnungen auf beliebige SUSY-
Massen verallgemeinern.
Da alle flavoura¨ndernden neutralen Kopplungen aus tan β–versta¨rkten Selbstenergien
bzw. den Countertermen δZLbi und δZ
R
bi (i = d, s) stammen, ha¨ngt ihre numerische Relevanz
vor allem von dem Parameter ǫFC tan β ab. Aus Kap. 5.4.2 wissen wir, dass δZ
R
bi mit
einer kleinen Quarkmasse unterdru¨ckt ist, deshalb sind die wichtigsten neuen Beitra¨ge
proportional zu δZLbi in Gl. (5.70), d.h. zu
ǫFC tan β
1 + (ǫb − ǫFC) tan β . (5.93)
Wir scha¨tzen daher zuna¨chst die Gro¨ße dieser Parameterkombination ab. Dafu¨r be-
ru¨cksichtigen wir in ǫb und ǫFC nur die Beitra¨ge proportional zu αs oder den Yukawa-
Kopplungen der dritten Generation und vernachla¨ssigen die schwache Kopplung. Wir set-
zen alle SUSY-Massenparameter inklusive µ und At auf einen gemeinsamen Wert MSUSY
und vernachla¨ssigen Terme der Ordnung O(v/MSUSY) in den Mischungsmatrizen. Mit die-
sen Vereinfachungen ku¨rzt sich MSUSY heraus und wir erhalten die Abscha¨tzung
|ǫFC tan β| = yt(MSUSY)
2
32π2
tan β, (5.94)
|(ǫb − ǫFC) tan β| = |ǫg˜b tan β| =
αs(MSUSY)
3π
tan β. (5.95)
Fu¨r tanβ = 50 und MSUSY = 500GeV als Renormierungsskala finden wir typische Werte
|ǫFC tan β| ∼ 0.12, |(ǫb − ǫFC) tan β| ∼ 0.5 . (5.96)
Werten wir Gl. (5.93) fu¨r reelle Werte von µ aus, kann der Nenner abha¨ngig vom Vorzeichen
von µ gro¨ßer oder kleiner als 1 sein. Wir finden dann∣∣∣∣ ǫFC tan β1 + (ǫb − ǫFC) tan β
∣∣∣∣ ∼ 0.08, fu¨r positives µ, (5.97)∣∣∣∣ ǫFC tan β1 + (ǫb − ǫFC) tan β
∣∣∣∣ ∼ 0.24, fu¨r negatives µ. (5.98)
Gro¨ßere Zahlenwerte ko¨nnen auftreten, wenn ǫFC durch At > M2, µ,mt˜L ,mt˜R parametrisch
versta¨rkt ist. Unter der Bedingung |At| . 3mq˜ (wobei mq˜ eine mittlere Squarkmasse
ist), die mit dem Ausschluss von farbverletzenden Minima des skalaren MSSM-Potentials
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begru¨ndet werden kann [185, 186], erhalten wir die Einschra¨nkung |ǫFC tan β|max ∼ 0.4.
Experimentell kann |At| durch die Messung von B(B → Xsγ) eingeschra¨nkt werden, diese
Einschra¨nkungen ha¨ngen aber von den u¨brigen Chargino- und Stop-Massenparametern,
sowie von der Phase von At [134] ab.
5.6.1. Korrekturen zu |∆B| = 1–Prozessen
Wir beschreiben die schwachen |∆B| = |∆S| = 1–Zerfa¨lle mit dem effektiven Hamiltonope-
rator HBBLeff aus Gl. (2.35), so dass SUSY-Korrekturen lediglich die Wilson-Koeffizienten
Ci betreffen. Prinzipiell erzeugen supersymmetrische Beitra¨ge auch neue effektive Opera-
toren im effektiven Hamiltonoperator, insbesondere treten durch tanβ–versta¨rkten Higgs-
Austausch neue skalare und pseudoskalare Vier-Quark-Operatoren auf. Dieses Pha¨nomen
wurde in Ref. [187] untersucht, dort wurde festgestellt, dass die Effekte der neuen Operato-
ren in hadronischen B–Zerfa¨llen vernachla¨ssigbar sind. Wir kommen fu¨r radiative Zerfa¨lle
zu dem gleichen Schluss, daher ko¨nnen wir die SM-Operatorbasis aus Gln. (2.35) ff. bei-
behalten.
Zuna¨chst betrachten wir SUSY-Beitra¨ge zu den Wilson-Koeffizienten der magnetischen
Operatoren O7γ und O8g, die zum wichtigen Prozess B¯ → Xsγ beitragen. Im SM im-
plizieren beide Operatoren einen Chiralita¨tsu¨bergang im a¨ußeren b-Quark-Beinchen, so
dass ein Faktor mb ∝ cos β auftritt, der in die Definition des Operators absorbiert wird.
SUSY-Beitra¨ge ko¨nnen relativ dazu tan β–versta¨rkt sein, wenn der Chiralita¨tsu¨bergang
durch eine Yukawa-Kopplung yb in der Schleife zustande kommt, wie in Kap. 5.2 bereits
diskutiert. Auf Ein-Schleifen-Niveau ist genau dies bekanntermaßen bei Chargino-Squark-
Schleifen der Fall [160, 161]. Außerdem erhalten nicht-versta¨rkte Diagramme mit Top-
Quark und geladenem Higgs in der Schleife tan β–versta¨rkte Vertexkorrekturen, die von
verschiedenen Autoren im effektiven Zwei-Higgs-Dublett-Modell [160, 161, 188, 189] und
in einer expliziten Zwei-Schleifen-Rechnung [184] untersucht wurden.
Wir konzentrieren uns zuerst auf den Chargino-Beitrag, den wir mit den Feynmanregeln
aus Kap. 5.5.2 berechnen ko¨nnen. Es ergibt sich
C eχ±7γ,8g =
1
cos β(1 + ǫ∗b tan β)
∑
a=1,2
{
Ua2Va1MW√
2m
eχ±a
[
K∗f1,2(xq˜L eχ±a )− c
2
t˜
f1,2(xt˜1 eχ±a )
−s2
t˜
f1,2(xt˜2 eχ±a )
]
+ st˜ ct˜ e
−iφt˜
Ua2 Va2mt
2 sin βm
eχ±a
[
f1,2(xt˜1 eχ±a )− f1,2(xt˜2 eχ±a )
]}
. (5.99)
mit den Abku¨rzungen
st˜ = sin θ˜t, ct˜ = cos θ˜t, xij = mi/mj. (5.100)
Die auftretenden Schleifenfunktionen sind in Anhang A.3 angegeben. Wie vorher haben
wir angenommen, dass die Squarks u˜L und c˜L entartet sind und ihre Masse mit mq˜L
bezeichnet. Unser Ergebnis unterscheidet sich von dem in Ref. [161] um einen Faktor
K∗ (siehe Gl. (5.59)) im numerisch unterdru¨ckten Beitrag von u˜L bzw. c˜L, der unsere
Resummation der tan β–versta¨rkten Flavouru¨berga¨nge zum Ausdruck bringt. Im Stop-
Beitrag fallen diese Korrekturen durch die gegenseitige Auslo¨schung von WF- und CKM-
Countertermen weg.
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Abb. 5.13. Chargino- und Gluino-Beitra¨ge zu C7γ . Das Photon kann an alle Linien mit
Ausnahme des Gluinos koppeln. Die Beitra¨ge zu C8g ergeben sich durch Ersetzung des
Photons durch ein Gluon, das auch an das Gluino koppeln kann.
b s
χ˜
u˜, c˜, t˜
γ
b s
γ
b s
g˜
b˜
γ
δZL∗bs
Neben den bekannten Chargino- und geladenen-Higgs-Diagrammen ko¨nnen wir jetzt
auch tanβ–versta¨rkte Gluino-Diagramme finden, siehe Abb. 5.13, die bisher noch nie
im Kontext von MFV bei großem tan β betrachtet wurden. Genau wie die Chargino-
Diagramme verschwinden diese Beitra¨ge fu¨r MSUSY ≫ v, sie ko¨nnen daher nicht im Ent-
kopplungslimes berechnet werden. Wir betrachten nur die tan β–versta¨rkten Anteile, sie
lauten
C g˜7γ =
√
2
4GF
CF g
2
sµ tan β
3mg˜(m2b˜1
−m2
b˜2
)
ǫ∗FC tan β
(1 + ǫ∗b tan β)
(
1 + (ǫ∗b − ǫ∗FC) tan β
) (f2(xb˜1g˜)− f2(xb˜2g˜) ,
(5.101)
C g˜8g =−
√
2
4GF
g2sµ tan β
mg˜(m
2
b˜1
−m2
b˜2
)
ǫ∗FC tan β
(1 + ǫ∗b tan β)
(
1 + (ǫ∗b − ǫ∗FC) tan β
)
×
[
CF
(
f2(xb˜1g˜)− f2(xb˜2g˜)
)
+ CA
(
f3(xb˜1g˜)− f3(xb˜2g˜)
)]
. (5.102)
Die Argumente der Schleifenfunktionen aus Anhang A.3 sind auch hier xab = m
2
a/m
2
b ,
die Farbfaktoren lauten CF = 4/3 und CA = 3. In Gln. (5.101) und (5.102) haben wir
Diagramme mit virtuellem Strange-Squark aufgrund einer Unterdru¨ckung mit ms/mb ver-
nachla¨ssigt.
Um eine grobe Abscha¨tzung der Koeffizienten C g˜7γ,8g im Vergleich zu den bekannten
C eχ±7γ,8g zu erhalten, setzen wir wiederum alle SUSY-Massenparameter auf den Wert MSUSY.
Damit finden wir
η7 =
∣∣∣∣∣ C
g˜
7γ
C eχ±7γ
∣∣∣∣∣ = 815 g2sy2t |ǫ
∗
FC tan β|
|1 + (ǫ∗b − ǫ∗FC) tan β|
, (5.103)
η8 =
∣∣∣∣∣ C
g˜
8g
C eχ±8g
∣∣∣∣∣ = 103 g2sy2t |ǫ
∗
FC tan β|
|1 + (ǫ∗b − ǫ∗FC) tan β|
. (5.104)
Mit unseren vorherigen Abscha¨tzungen fu¨r den Ausdruck aus Gl. (5.93) finden wir η7 ≃
0.07 und η8 ≃ 0.42 fu¨r µ > 0 oder η7 ∼ 0.2 und η8 ∼ 1.3 fu¨r µ < 0. Daraus folgt,
103
5. B–Physik im MSSM bei Minimaler Flavourverletzung
dass der Einfluss des neuen Gluino-Beitrags fu¨r C7γ eher klein ist, wa¨hrend er fu¨r C8g
in jedem Fall nicht zu vernachla¨ssigen ist. Da sowohl ǫ∗FC tan β als auch der dominante
Beitrag zu C eχ±7γ,8g proportional zu At sind, hat eine Versta¨rkung durch große Werte von At
auf die Verha¨ltnisse η7,8 praktisch keinen Einfluss, in diesem Fall gewinnen beide SUSY-
Beitra¨ge relativ zum SM-Beitrag an Wichtigkeit. Andererseits wa¨chst der Gluino-Beitrag
auch mit µ, wa¨hrend der Chargino-Beitrag durch die schwere Higgsinomasse kleiner wird.
Je gro¨ßer µ ist, desto wichtiger ist demnach der Gluino-Beitrag. Eine genauere Analyse
dieser numerischen Aspekte folgt in Kap. 5.7.
Durch Ersetzen der Gluino-Linien in Abb. 5.13 durch Neutralino-Linien finden wir auch
tan β–versta¨rkte Neutralino-Beitra¨ge zu den magnetischen Operatoren. Die entsprechen-
den analytischen Ausdru¨cke sind
C eχ07γ = −
√
2
4GF
∑
i,m
ǫ∗FC tan β
6mχ˜0mmb
(
1 + (ǫ∗b − ǫ∗FC) tan β
)XL∗imXRimf2(xb˜iχ˜0m),
C eχ08g = 1/ed C7,χ˜0 (5.105)
mit den Neutralino-Quark-Squark-Kopplungen
XLim =
√
2Rbi1
(
g
2
N∗m2 −
g′
6
N∗m1
)
− y(0)b Rbi2N∗m3, (5.106)
XRim =
√
2
3
g′Rbi2Nm1 + y
(0)∗
b R
b
i1Nm3. (5.107)
Hier ist ed = −1/3 die Ladung der down-artigen (S)quarks. Die unrenormierte Yukawa-
Kopplung y
(0)
b wird wie in Kap. 5.3.2 bestimmt. Wir bemerken an dieser Stelle, dass im
Produkt XL∗imX
R
im weitere tan β–Faktoren aus y
(0)
b und der Neutralino-Mischung zu fin-
den sind, trotzdem sind die Neutralino-Beitra¨ge aber klein gegenu¨ber den entsprechenden
Chargino- und Gluino-Diagrammen.
Ein weiterer Beitrag zu C7γ,8g auf Ein-Schleifen-Niveau wird durch Austausch von neu-
tralen Higgs-Bosonen und b-Quarks erzeugt, ein Ausdruck dafu¨r findet sich in Ref. [137].
Dort wurde ein effektives Zwei-Higgs-Dublett-Modell mit verschwindenden CP–Phasen
anstelle des vollen MSSM verwendet. Im vollen diagrammatischen Ansatz finden wir die
Ausdru¨cke
CH07γ = −
ǫ∗FC tan β
1 + (ǫ∗b − ǫ∗FC) tan β
m2b tan
2 β
36|1 + ǫb tan β|2m2A0
, CH08g =
CH07
ed
. (5.108)
Dies stimmt im Grenzfall schwerer SUSY-Massen und verschwindenden CP–Phasen bis auf
den Faktor 1/ed mit Ref. [137] u¨berein. Verglichen mit anderen SM- und MSSM-Beitra¨gen
sind diese Koeffizienten lediglich kleine Korrekturen im Prozentbereich.
Verlassen wir nun die magnetischen Operatoren und diskutieren die u¨brigen Tei-
le des effektiven Hamiltonoperators fu¨r |∆B| = 1–Zerfa¨lle. Wir haben die bisher in
MFV unbekannten Beitra¨ge von Gluino- und Neutralino-Schleifen zu den QCD-Pinguin-
Operatoren O3−6 und zu den EW-Pinguin-Operatoren O7−10 berechnet und stellen fest,
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dass sie numerisch nicht relevant sind. Dies liegt vor allem an der destruktiven Inter-
ferenz der beiden mo¨glichen Squark-Flavours b˜ und s˜, die in den Schleifen auftreten.
In Chargino-Diagrammen wird diese GIM-artige Auslo¨schung durch die Hierarchie der
Yukawa-Kopplungen zersto¨rt, sie ko¨nnen daher gro¨ßere Beitra¨ge liefern. Daru¨berhinaus
sind alle SUSY-Beitra¨ge zu den Dimension-6-Operatoren generisch mit 1/M2SUSY unter-
dru¨ckt, wa¨hrend der entsprechende Faktor im SM nur 1/m2W ist. Im Gegensatz zu C7γ,8g
kann diese Unterdru¨ckung in C3−10 nicht durch chirale Versta¨rkung mit einem Faktor
tan β ausgeglichen werden, da O3−10 chiralita¨tserhaltend sind. Die gleiche Argumentation
gilt analog auch fu¨r die beiden Operatoren O9V und O10A, die zur Berechnung von semi-
leptonischen B–Zerfa¨llen beno¨tigt werden, auch dort erhalten wir vernachla¨ssigbar kleine
Effekte von Pinguindiagrammen mit virtuellen Gluinos und Neutralinos.
Der geladene rein leptonische B–Zerfall B+ → ℓ+νℓ ist kein FCNC-Prozess, er wird
dominiert von tree-level-Diagrammen mit W–Boson-Austausch, kann aber im MSSM si-
gnifikante Korrekturen durch Diagramme mit geladenen Higgs-Bosonen erhalten [153]. Die
einzigen relevanten tanβ–versta¨rkten Korrekturen zu diesem Prozess stecken in den ge-
ladenen Higgs-Kopplungen, sie betreffen die CKM-Matrix und die Yukawa-Kopplungen.
Die entsprechende effektive Feynmanregel ist Gl. (5.84). Die gleiche Argumentation gilt
auch fu¨r den Prozess B+ → D¯τ+ντ [154, 155], der ebenfalls sensitiv auf geladenen Higgs-
Austausch ist.
Die neutralen leptonischen Zerfa¨lle B¯0 → ℓ+ℓ− und B¯s → ℓ+ℓ− sind dagegen schlei-
fenunterdru¨ckte FCNC-Prozesse und extrem sensitiv auf tan β. Der pha¨nomenologisch
wichtigste Prozess dieser Klasse ist B¯s → µ+µ−, hier werden die Operatoren OS,P aus
Gl. (2.41) relevant. Die tan β–versta¨rkten Beitra¨ge zu diesen Operatoren wurden zuna¨chst
in einer Ein-Schleifen-Rechnung in Ref. [165] gefunden, im Entkopplungslimes oder mit
den Feynmanregeln aus Kap. 5.5.2 ergeben sie sich bereits aus Diagrammen mit tree-level-
Austausch von geladenen Higgs-Teilchen. Wir verallgemeinern hier die bekannten Formeln
aus der Literatur [151, 166], indem wir
• alle tan β–versta¨rkten Massen- und WF-Renormierungen resummieren
• alle mo¨glichen CP–Phasen des SUSY-Brechungssektors mitnehmen und
• nicht den Entkopplungslimes MSUSY ≫ v verwenden.
Es besteht die Mo¨glichkeit, dass das Verzweigungsverha¨ltnis von B¯s → µ+µ− schon bald
mit guter Genauigkeit am LHCb-Experiment gemessen wird, deshalb sollte die MSSM-
Vorhersage so genau wie mo¨glich berechnet werden. Fu¨r großes tan β ist m2H0 ≃ m2A0,
damit lautet der Higgs-Beitrag2
CS = −CP = − ǫ
∗
FC tan β
1 + (ǫ∗b − ǫ∗FC) tan β
mµ tan
2 β
(1 + ǫ∗b tan β)(1 + ǫµ tan β)2m
2
A0
. (5.109)
2Fu¨r kleines tan β mu¨ssen Beitra¨ge von Z–Pinguinen und Boxdiagrammen beru¨cksichtigt werden, die in
Ref. [190] berechnet wurden.
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Darin ist ǫµ das Analogon von ǫb fu¨r das Myon und kann in guter Na¨herung mit
ǫµ =
g2
16π2
[
µ∗M∗2C0(mχ˜±1
,mχ˜±2
,mν˜µ) +
mχ˜0m
2mW
N∗m2N
∗
m3B0(mχ˜0m ,mµ˜L)
]
µ,M2≫mZ−→ g
2
16π2
µ∗M∗2
[
C0(mχ˜±1
,mχ˜±2
,mν˜µ) +
1
2
C0(mχ˜±1
,mχ˜±2
,mµ˜L)
]
(5.110)
angegeben werden, siehe auch Ref. [60].
5.6.2. Korrekturen zu |∆B| = 2–Prozessen
Zur Untersuchung der tanβ–versta¨rkten Flavouru¨berga¨nge in B−B¯–Oszillationen verwen-
den wir den effektiven Hamiltonoperator aus Gl. (2.53). Verschiedene SUSY-Beitra¨ge im
Entkopplungslimes wurden in den Arbeiten [150, 156, 159, 166, 175, 178] untersucht, wir
konzentrieren uns hier auf die Oszillationen der Bs–Mesonen, die wichtige SUSY-Beitra¨ge
proportional zu ms erhalten [156].
Die erste Klasse von tan β–versta¨rkten Beitra¨gen sind tree-level-Diagramme mit neutra-
lem Higgs-Austausch, analog zu den im vorigen Abschnitt fu¨r B¯s → µ+µ− diskutierten.
Wir finden mit Hilfe unserer effektiven Feynmanregeln
CSRR1 =−
4π2m2b tan
2 β√
2GFM
2
W
· ǫ
∗2
FC tan
2 β
(1 + ǫ∗b tan β)
2
(
1 + (ǫ∗b − ǫ∗FC) tan β
)2 · F−, (5.111)
CLR2 =−
8π2mbms tan
2 β√
2GFM2W
· |ǫFC tan β|
2
|1 + ǫb tan β|2 |1 + (ǫb − ǫFC) tan β|2
· F+
×
[
1 + (1− e2iφ)(ǫb − ǫFC − ǫs) tan β
1 + ǫs tan β
]
(5.112)
mit der Phase
φ = arg {ǫ∗FC tan β (1 + (ǫb − ǫFC) tan β)} . (5.113)
Bis auf Terme mit cot β–Unterdru¨ckung gilt hier
F+ = 2
m2
A0
, F− = 0. (5.114)
Da der eigentlich fu¨hrende Beitrag CSRR1 also fu¨r großes tan β verschwindet, ist C
LR
2
trotz der Unterdru¨ckung durchms numerisch relevant [150]. Unser Ausdruck in Gl. (5.112)
beinhaltet einen bisher unbekannten Korrekturterm
r = (1− e2iφ)(ǫb − ǫFC − ǫs) tan β
1 + ǫs tan β
. (5.115)
Dieser Term verschwindet, wenn alle SUSY-Parameter reell sind oder wenn wir im Ent-
kopplungslimes mit entarteten Squarkmassen arbeiten. In letzterem Fall gilt na¨mlich
ǫs → ǫ0, ǫb → ǫ0 + ǫFC, (5.116)
106
5.6. Pha¨nomenologie: FCNC-Prozesse bei großem tan β
dadurch tritt der Term in Refn. [150, 156, 159, 166, 175, 178] nicht auf. Außerhalb des
Entkopplungslimes verschwindet r nicht, selbst wenn alle SUSY-Brechungsparameter auf
einen gemeinsamen Wert gesetzt werden, da die Squarkmassen durch Terme der Ordnung
v/MSUSY auseinander getrieben werden. Falls µ > 0 ist, ist auch ǫb > 0 und die Links-
Rechts-Mischung der Bottom-Squarks wird durch den Resummationsfaktor 1/(1+ǫb tan β)
in der Massenmatrix abgeschwa¨cht. In diesem Fall ist |r| . 0.01. Wenn µ < 0 ist, verha¨lt
es sich umgekehrt und wir ko¨nnen Werte |r| . 0.1 erreichen. Wenn die Squarkmassen der
dritten Generation stark von denen der ersten beiden Generationen abweichen3, finden
wir in einem Parameterscan |r| . 0.3 und fu¨r einige feinabgestimmte Punkte auch 0.3 <
|r| < 0.5, wobei die Phasen das ganze Intervall arg(r) ∈ [−π4 , π4 ] fu¨llen.
Die prinzipiell große numerische Relevanz des neutralen Higgs-Beitrags zur Bs − B¯s–
Mischung ist eingeschra¨nkt durch die Korrelation mit dem analogen Beitrag zu BR(B¯s →
µ+µ−). Aus Gl. (5.112) folgt mit Gl. (5.109) die Relation
CLR2
|CP |2 =−
64π2mbms√
2GFm2Wm
2
µ
m2A0|1 + ǫµ tan β|2(1 + r)
tan2 β
=− 6.38 × 104 m
2
A0 |1 + ǫµ tan β|2(1 + r)
tan2 β
(5.117)
wobei wir die Quarkmassen im MS-Schema bei µSUSY = 400GeV auswerten. Man beachte,
dass CLR2 fu¨r reelles r stets negativ ist und destruktiv mit dem SM-Beitrag zur Bs − B¯s–
Mischung interferiert. Wir verwenden die fu¨r großes tanβ gu¨ltige Na¨herung [166]
BR(B¯s → µ+µ−) = 18.37GeV2 |CP |2, (5.118)
so dass die momentane experimentelle obere Schranke BR(B¯s → µ+µ−) < 4.7×10−8 [191]
auf
|CLR2 | < 0.01
[ mA0
400GeV
]2 [ 50
tan β
]2
|1 + ǫµ tan β|2 |1 + r| (5.119)
fu¨hrt. Die komplexe Phase von CLR2 verschwindet, wenn r reell ist, mit den oben angegeben
Schranken fu¨r die Gro¨ße des Betrags von r finden wir die obere Grenze arg(CLR2 ) . 12
◦.
Vergleichen wir mit dem SM-Koeffizienten CVLL ≈ 2.1, so fa¨llt auf, dass die mo¨glichen
Werte von |CLR2 | um zwei Gro¨ßenordnungen niedriger liegen. Weder aus ǫµ tan β = O(0.1)
[60] noch aus dem Verha¨ltnis der Operatormatrixelemente von OLR2 und OVLL [55, 192]
ist eine Versta¨rkung zu erwarten, die diese Unterdru¨ckung kompensieren ko¨nnte, folglich
ist der Beitrag von |CLR2 | zu ∆Ms und zu mischungsinduzierten CP–Asymmetrien in
Bs–Zerfa¨llen vernachla¨ssigbar klein.
Wir ko¨nnen außerdem Beitra¨ge der Gluino-Boxdiagramme aus Abb. 5.14 zum ∆B = 2–
Hamiltonoperator unter Verwendung der effektiven Feynmanregeln berechnen. Da das
Gluino ein Majorana-Fermion ist, mu¨ssen dabei auch gekreuzte Boxen betrachtet werden.
Wir finden dabei, dass die Koeffizienten der Operatoren, die rechtsha¨ndige s-Quarkfelder
enthalten, also CLR1,2 , C
SLL
1,2 und C
V RR, immer proportional zu Potenzen von δZRbs sind.
3Dies ist nur fu¨r die rechtsha¨ndigen Massenparameter mo¨glich, da in der Super-CKM-Basis em2dL =
V (0)† em2uLV
(0). Die naive MFV-Annahme, dassm2
d˜L
undm2u˜L diagonal sind, bedeutet dannm
2
u˜L,d˜L
∝ 1.
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Abb. 5.14. Beitra¨ge von Gluino-Boxdiagrammen zum effektiven ∆B = 2–Hamiltonope-
rator. Durch Drehung der Boxen um 90◦ finden wir zwei weitere Beitra¨ge.
s
b s˜, b˜
s˜, b˜ b
s
s
b s˜, b˜
s˜, b˜
g˜g˜
b
s
g˜ g˜
Sie sind demnach mit ms/mb unterdru¨ckt und vernachla¨ssigbar. C
V LL und CSRR1,2 sind
proportional zu (δZLbs)
2, was nach der Diskussion zu Beginn von Kap. 5.6 klein gegen
1 ist, außerdem interferieren die Beitra¨ge der Strange- und Bottom-Squarks destruktiv
miteinander. Dadurch sind die Gluino-Beitra¨ge zum ∆B = 2–Hamiltonoperator insgesamt
vernachla¨ssigbar gegenu¨ber Chargino- und Higgs-Beitra¨gen. Dasselbe gilt fu¨r Neutralino-
Beitra¨ge.
5.7. Numerische Untersuchung von Cg˜7γ und C
g˜
8g und
Konsequenzen fu¨r Sf
Im letzten Kapitel haben wir festgestellt, dass die ∆B = 1–Operatoren O7γ and O8g bei
großem tan β wichtige Korrekturen aus Gluino-Diagrammen erhalten ko¨nnen. In diesem
Kapitel fu¨hren wir eine detaillierte numerische Analyse dieser Beitra¨ge durch und wenden
die Ergebnisse auf die mischungsinduzierte CP–Asymmetrie im Zerfall B¯0 → φKS an.
Als ersten Schritt berechnen wir die Betra¨ge und Phasen von SM- und SUSY-Beitra¨gen
zu C7γ und C8g in einem Scan u¨ber den Parameterraum des MSSM mit 100000 zufa¨llig
ausgewa¨hlten Punkten . Die Scanbereiche fu¨r die einzelnen dimensionsbehafteten MSSM-
Parameter sind in Tab. 5.1 zusammengefasst. Wir variieren außerdem die Phase von At
zwischen 0 und 2π und tan β zwischen 40 und 60. In diesem Kapitel wa¨hlen wir µ als reell
und positiv, wie es die Messungen von elektrischen Dipolmomenten und dem anomalen
magnetischen Moment des Myons bevorzugen.
Tabelle 5.1. Scanbereiche fu¨r die MSSM-Massenparameter. Die Matrizen mQ˜,u˜,d˜ werden
als universal angenommen.
min (GeV) max (GeV)
mQ˜, mu˜, md˜ 250 1000
|At|, |Ab| 100 1000
µ, M1, M2 200 1000
mg˜ 300 1000
mA0 200 1000
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Wir verwerfen alle Parameterpunkte, die nicht die folgenden Bedingungen erfu¨llen:
• Alle physikalischen Squarkmassen sind gro¨ßer als 200GeV,
• das leichteste supersymmetrische Teilchen (LSP) tra¨gt keine Ladung und keine Far-
be,
• die experimentelle untere Schranke an die leichteste Higgs-Masse mh0 ist auf 2σ–
Niveau erfu¨llt,
• BR(B¯ → Xsγ) liegt innerhalb des experimentellen 2σ–Bereichs.
Fu¨r die letzte Bedingung berechnen wir BR(B¯ → Xsγ) auf NLO nach Ref. [193]. Wir
erhalten daraus starke Einschra¨nkungen fu¨r große Werte von |At|, da BR(B¯ → Xsγ) von
|C7γ |2 dominiert wird und dieser Wilson-Koeffizient Chargino-Beitra¨ge proportional zu
At tan β entha¨lt [194]. Da At allerdings i.A. komplex ist, kann die Phase arg(At) oft so
feinabgestimmt werden, dass |C7γ | in der Summe aus SM-Beitrag und Chargino-Beitrag
auch fu¨r große Werte von |At| noch mit dem Experiment vertra¨glich ist. Wir betrachten
eine solche Feinabstimmung als unnatu¨rlich und unerwu¨nscht, und fu¨hren deshalb noch
eine weitere Bedingung ein:
• Fu¨r den SUSY-Beitrag zu C7γ muss gelten:
∣∣CSUSY7γ (mW )∣∣ < ∣∣CSM7γ (mW )∣∣ ≈ 0.22 .
Damit wird der Tatsache Rechnung getragen, dass das Verzweigungsverha¨ltnis BR(B¯ →
Xsγ) bereits mit guter Genauigkeit gemessen wurde und mit der SM-Vorhersage gut
u¨bereinstimmt. SUSY-Korrekturen sollten also klein gegenu¨ber dem SM-Beitrag sein,
wenn kein Fine-tuning vorliegt.
Die Ergebnisse des Parameterscans sind in Abbn. 5.15 und 5.16 dargestellt. Abb. 5.15
zeigt den Vergleich der aus der Literatur bekannten Chargino-Beitra¨ge C eχ±7γ,8g(µSUSY) mit
den neuen Gluino-Beitra¨gen C g˜7γ,8g(µSUSY). Wir zeichnen dabei die Betra¨ge der Wilson-
Koeffizienten fu¨r jeden Parameterpunkt, der die o.g. Bedingungen erfu¨llt. Die Grafik
besta¨tigt unsere Abscha¨tzung aus Gl. (5.104), wo wir festgestellt haben, dass der Bei-
trag der Gluino-Diagramme zu C7γ zufa¨llig klein ist, wa¨hrend derjenige zu C8g wichtig ist,
vor allem fu¨r große Absolutwerte von µ. Die Punkte in der Grafik sind entsprechend ihrer
µ–Werte eingefa¨rbt, die Wertebereiche dafu¨r sind in der Legende definiert.
In Abb. 5.16 zeichnen wir fu¨r jeden erlaubten Parameterpunkt die Betra¨ge und Phasen
von C7γ(mb) und C8g(mb). Dabei addieren wir jeweils die Beitra¨ge von Diagrammen mit
W–Bosonen, geladenen Higgs-Bosonen und Charginos (hier nur den tan β–versta¨rkten
Anteil). Auf der vertikalen Achse zeichnen wir exakt dieses aus der Literatur bekannte
Ergebnis, auf der horizontalen Achse unseren
”
neuen“ Wert, in den zusa¨tzlich die Gluino-
und Neutralino-Beitra¨ge aus den Gln. (5.101), (5.102) und (5.105) mit einfließen. Die
Abweichung von der Diagonalen gibt also die relative Gro¨ße der neuen Beitra¨ge an. Im SM
sind sowohl C7γ(mb) als auch C8g(mb) negativ, deshalb geben wir als Phasen arg(−C7γ,8g)
an.
Wir erkennen, dass die Gluino-Diagramme keine großen Auswirkungen auf den fu¨r B¯ →
Xsγ wichtigen Wilson-Koeffizienten C7γ haben, wohl aber bei großen Werten von µ fu¨r
C8g wichtig sind. Dies besta¨tigt noch einmal die Abscha¨tzung aus Kap. 5.6.1. Der Grund
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Abb. 5.15. Betra¨ge der Chargino- und Gluino-Beitra¨ge zu C7γ(µSUSY) und C8g(µSUSY) im
Scan u¨ber den Parameterraum des MSSM.
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fu¨r die µ–Abha¨ngigkeit in C8g ist die experimentelle Einschra¨nkung durch den Prozess
B¯ → Xsγ: Wenn µ klein ist, sind die geladenen Higgsinos leicht und liefern große Beitra¨ge
zu BR(B¯ → Xsγ), die nur mit den Daten vertra¨glich sind, wenn |At| klein ist und die
Stops relativ schwer sind. Dies fu¨hrt zu kleinen Werten von ǫFC und dadurch zu kleinen
Gluino-Beitra¨gen zu den magnetischen Operatoren. Im umgekehrten Fall, wenn µ große
Werte annimmt, erlauben die Daten große Werte von |At| und ǫFC und damit auch gro¨ßere
Gluino-Beitra¨ge.
Dieses Verhalten illustrieren wir an einem Beispiel in Abb. 5.17, wo wir den Betrag
|C8g(mb)| u¨ber |At| auftragen. Die restlichen MSSM-Parameter werden hier auf die Werte
aus Tab. 5.2 gesetzt. Wir wenden die selben Bedingungen fu¨r erlaubte Punkte im Parame-
Tabelle 5.2. Parameterpunkt fu¨r die numerischen Analysen von C8g(mb) in Abb. 5.17
und SφKS in Abb. 5.18. Die Matrizen mQ˜,u˜,d˜ werden als universal angenommen.
mQ˜, mu˜, md˜ 600 GeV Ab −600 GeV
µ 800 GeV mA0 350 GeV
M1 300 GeV M2 400 GeV
mg˜ 500 GeV arg(At) 3π/2
tan β 50
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Abb. 5.16. Betra¨ge und Phasen von C7γ(mb) und C8g(mb) im Scan u¨ber den Parame-
terraum des MSSM. Die Farben haben die gleiche Bedeutung wie in Abb. 5.15. Weitere
Details siehe Text.
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terraum an wie oben und finden einen großen erlaubten Wertebereich fu¨r |At|, entsprechend
dem in der Grafik abegbildeten Bereich. Die obere Schranke stammt aus BR(B¯ → Xsγ)
und CSUSY7γ , die untere aus der Bedingung, dass mh0 durch Schleifenkorrekturen u¨ber das
LEP-Limit angehoben werden muss. Der Einfluss des Gluino-Beitrags zu |C8g(mb)| wa¨chst
offensichtlich mit |At|.
Unsere Feststellung, dass C g˜8g numerisch relevant ist, wirkt sich auf verschiedene Fla-
vourobservablen aus, in die dieser Koeffizient eingeht. Als prominentes Beispiel fu¨hren wir
hier die mischungsinduzierte CP–Asymmetrie SφKS des FCNC-Prozesses B¯
0 → φKS an.
Wir bezeichnen nach der u¨blichen Konvention mit SfCP den Koeffizienten von sin(∆M t)
in Gl. (2.30). Der Zerfall B¯0 → φKS wird durch Gluon-Pinguindiagramme mit der Fla-
vourstruktur b→ s s¯s erzeugt, folglich tra¨gt der Operator O8g bei, indem sein Gluon mit
einer s-Quarklinie verbunden wird. Ein qualitatives Bild dieses Beitrags erhalten wir, wenn
wir die CP–Asymmetrie in QCDF in fu¨hrender Ordnung in αs und ΛQCD/mb berechnen
und als Korrektur dazu die O(αs tan β)–Beitra¨ge aus C eχ
±
8g und C g˜8g beru¨cksichtigen. Die
Summe der beiden Korrekturen bezeichnen wir hier mit CNP8g . Diese Vorgehensweise, die
auch bereits in den Refn. [195, 196] angewendet wurde, ist selbstversta¨ndlich nur eine
grobe Na¨herung, da bekanntermaßen die ho¨heren Ordnungen der QCDF wichtig fu¨r die
Erfassung der theoretischen Unsicherheiten in hadronischen B–Zerfa¨llen sind, die in der
fu¨hrenden Ordnung wesentlich zu klein erscheinen.
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Abb. 5.17. |C8g(mb)| als Funktion von |At| fu¨r den Parameterpunkt aus Tab. 5.2: kom-
plettes Ergebnis (durchgezogene Linie) und Ergebnis ohne den Gluino-Beitrag (gestrichelte
Linie).
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Wir schreiben die Zerfallsamplitude fu¨r B0 → φKS , die durch den Zerfall eines Anti-
quarks b¯ vermittelt wird, als
A¯φKS ≡ 〈φKS |Heff|B0〉 = AcφKS
[
1 + auφKSe
iγ + (bcφKS + b
u
φKS
eiγ) CNP∗8g (mW )
]
(5.120)
und entsprechend AφKS fu¨r die Amplitude des CP–konjugierten Kanals B¯0 → φKS .
Die Benennung ist damit umgekehrt wie in den Refn. [195, 196] aber konsistent mit den
Originalarbeiten von Beneke et al. zur QCDF. Die komplexe Konjugation von CNP∗8g fehlt
in Ref. [196]. Mit der Abku¨rzung
λφKS = −e−iφB
AφKS
A¯φKS
(5.121)
lautet dann die mischungsinduzierte CP–Asymmetrie
SφKS =
2 Im(λφKS)
1 + |λφKS |2
. (5.122)
Wir betrachten hier keine SUSY-Beitra¨ge zur CP–Verletzung in der B0− B¯0–Mischung
selbst, da diese im naiven MFV-Szenario immer klein sind, d.h. die schwache Phase der
Mischung φB ist das doppelte des Winkels β aus dem Unitarita¨tsdreieck. Unsere Berech-
nung von auφKS = 0.019 und b
c
φKS
= 1.4 in fu¨hrender Ordnung der QCDF (siehe Anhang
B) stimmt mit den Ergebnissen in Ref. [195] u¨berein, damit erhalten wir SφKS als Funk-
tion der in CNP8g eingehenden SUSY-Parameter. In Abb. 5.18 zeichen wir SφKS in dieser
Na¨herung in Abha¨ngigkeit von |At| fu¨r den Parameterpunkt aus Tab. 5.2. Offensichtlich
liefert der Gluino-Beitrag C g˜8g hier signifikante Korrekturen, insbesondere fu¨r große Werte
von |At|.
Zum Abschluss dieses Kapitels betrachten wir die mischungsinduzierten CP–
Asymmetrien Sf fu¨r verschiedene hadronische Endzusta¨nde, die sensitiv auf CNP8g sind,
unter Beru¨cksichtigung von Korrekturen ho¨herer Ordnung. Wir ersetzen dabei fu¨r SφKS
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Abb. 5.18. SφKS als Funktion von |At| fu¨r den Parameterpunkt aus Tab. 5.2. Die Inter-
pretation der Kurven folgt Abb. 5.17, die gepunktete Gerade ist die SM-Vorhersage. Der
experimentelle 1σ–Bereich ist schattiert.
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die Amplitude aus Gl. (5.120) durch den vollen QCDF-Ausdruck mit Termen der Ordnun-
gen O(αs) und O(ΛQCD/mB), wobei letztere nur teilweise perturbativ berechenbar sind
und zu betra¨chtlichen theoretischen Unsicherheiten fu¨hren. Die Endzusta¨nde π0KS , ρ
0KS
und ωKS werden genauso behandelt. Um einen Eindruck von den Mo¨glichkeiten zu be-
kommen, das Szenario mit großem tan β u¨ber genaue Messungen von Sf einzuschra¨nken,
setzen wir mit universalen Matrizen m2
Q˜,u˜,d˜
mQ˜,u˜,d˜ = mg˜ =M2 = 500GeV,
µ = |At| = ξA · 500GeV und arg(At) = −π
2
. (5.123)
Aus obiger Diskussion erwarten wir, dass C g˜8g fu¨r große ξA wichtig wird. Wir berechnen
mit dieser Parameterwahl Sf fu¨r die vier oben genannten Endzusta¨nde f als Funktion von
ξA und stellen das Ergebnis graphisch in Abb. 5.19 dar, dabei zeichnen wir zum Vergleich
jeweils links die Vorhersage ohne den Gluino-Beitrag zu C8g und rechts die Vorhersage
mit Einschluss des Gluino-Beitrags als violette Bereiche. Die blau gestrichelten Linien
markieren den experimentellen 1σ–Bereich, wa¨hrend die schwarz durchgezogenen Linien
dem 1σ–Bereich der SM-Vorhersage entsprechen.
Wie wir sehen, sind die theoretischen und experimentellen Unsicherheiten zur Zeit noch
zu groß, um Aussagen u¨ber die Gu¨ltigkeit unseres MSSM-Szenarios zu machen. Wir erken-
nen aber, dass wie erwartet C g˜8g fu¨r große ξA die Vorhersagen insgesamt deutlich beeinflusst
und in diesem Szenario beru¨cksichtigt werden muss. In Zukunft werden LHCb und Super-
B-Fabriken die Genauigkeit der Messungen von mischungsinduzierten CP–Asymmetrien
stark verbessern, dann ergeben die Fa¨lle mit eher kleinen theoretischen Unsicherheiten wie
πKS und ωKS interessante Tests des MSSM mit großem tan β, insbesondere fu¨r Szenarien
mit großen Werten von At und µ, die u¨ber BR(B¯ → Xsγ) aufgrund der Unterdru¨ckung
des Chargino-Beitrags mit |µ|−1 nicht gut einzuschra¨nken sind.
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Solche Messungen, wenn sie fu¨r mehrere Endzusta¨nde verfu¨gbar sind, haben das Poten-
tial, das MSSM mit großem tanβ einerseits stark einzuschra¨nken, andererseits aber auch
Abweichungen vom SM zu entdecken, die in unserem Szenario erkla¨rbar sind.
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Abb. 5.19. Sf als Funktion von ξA fu¨r verschiedene Endzusta¨nde, siehe Gl. (5.123) fu¨r Pa-
rameter. Links ohne, rechts mit C g˜8g. Linien: 1σ–Bereiche aus Messdaten (blau gestrichelt)
und SM-Vorhersage (schwarz). Violetter Bereich: 1σ–Bereich der MSSM-Vorhersage.
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6. B–Physik im generischen MSSM:
Elektroschwache Pinguine
Dieses Kapitel verbindet die beiden in Kap. 2.4 gegenu¨bergestellten Ansa¨tze der Suche
nach NP: Einerseits betrachten wir das MSSM als theoretisch gut motivierte, fun-
damentale Erweiterung des SM, andererseits mo¨chten wir, komplementa¨r zu unserer
modellunabha¨ngigen Analyse von Isospin verletzender NP aus Kap. 3.4, hier und in den
darauffolgenden Kapiteln konkrete Modelle betrachten, die große Effekte in den Zerfa¨llen
B¯s → φρ0 und B¯s → φπ0 zur Folge haben ko¨nnen. Unser Ziel ist es, zu einer Einscha¨tzung
u¨ber die Sta¨rke der im MSSM zu erwartenden Effekte zu kommen.
Im Unterschied zu Kap. 5 lassen wir hier die Hypothese der Minimalen Flavourver-
letzung fallen und gelangen so zum generischen MSSM, in dem die Flavourstruktur der
SUSY-Brechungsterme durch keine Symmetrieforderung eingeschra¨nkt ist. Dies macht die
Theorie einerseits deutlich komplexer, da sie nun u¨ber 100 freie Parameter beinhaltet,
und andererseits bestehen das SUSY-Flavour-Problem und das SUSY-CP -Problem, die
wir in Kap. 5.1 diskutiert haben, weiterhin. Wir lassen auch die Fokussierung auf großes
tan β fallen, da im generischen MSSM keine chirale Versta¨rkung beno¨tigt wird, um große
SUSY-Korrekturen zu FCNC-Prozessen zu finden. Im Gegenteil gilt es eher, die Zahlen-
werte der flavourverletzenden Parameter durch Vergleich von Theorie und Experiment
einzuschra¨nken, so dass die Effekte klein genug sind, um mit den aktuellen Daten kompa-
tibel zu sein.
Zur B–Physik im generischen MSSM existiert bereits sehr umfangreiche Literatur aus
den letzten beiden Jahrzehnten. Die erste umfassende Analyse seltener B–Zerfa¨lle wur-
de im Zusammenhang mit Supergravitationsmodellen bereits im Jahr 1991 in Ref. [197]
vorgelegt, so dass man sich fragen muss, welche relevanten Aspekte dieses Gebietes bisher
noch nicht ausreichend studiert wurden. Wir untersuchen in dieser Arbeit speziell den
EW-Pinguinsektor in hadronischen B–Zerfa¨llen, der bisher meist vernachla¨ssigt wurde,
da andere Prozesse, wie z.B. radiative und semileptonische B–Zerfa¨lle, gro¨ßeres Potenti-
al fu¨r die Entdeckung von SUSY-Signaturen in der fru¨hen Phase der LHC-Experimente
bieten. Die Berechnung von hadronischen Zerfa¨llen bringt wesentlich gro¨ßere theoretische
Unsicherheiten mit sich, wir gehen aber von der Pra¨misse aus, dass nach der Entdeckung
von SUSY in Prozessen mit kleineren Unsicherheiten auch bestimmte hadronische B–
Zerfa¨lle mit hoher Sensitivita¨t auf NP in den Fokus der Experimente ru¨cken werden,
um die Vergleichsbasis von Theorie und Experiment auszuweiten. Eine mo¨gliche Anwen-
dung fu¨r SUSY-Effekte in EW-Pinguinen ko¨nnten die reinen Isospin verletzenden Prozesse
B¯s → φρ0 und B¯s → φπ0 sein.
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Eine weitere Motivation fu¨r eine solche Untersuchung ist die kontroverse Behauptung,
dass im MSSM die Diskrepanz zwischen Theorie und Experiment in ∆ACP(siehe Kap. 3.1)
u¨ber Korrekturen zu den EW-Pinguinen erkla¨rt werden kann [70, 71]. Diese Aussage wurde
bisher in anderen Arbeiten, z.B. Ref. [198], nicht besta¨tigt.
Wir berechnen deshalb im Folgenden zuna¨chst analytisch die Wilson-Koeffizienten der
Operatoren Q3−10 und Q7γ,8g aus Gl. (2.43) und ihrer jeweiligen parita¨tstransformierten
Varianten im MSSM. Anschließend verwenden wir diese Ergebnisse fu¨r numerische Be-
trachtungen von SUSY-Effekten in B → πK und den reinen Isospin verletzenden Zerfa¨llen.
Unseres Wissens existiert bisher in der Literatur keine vollsta¨ndige Berechnung aller dieser
Wilson-Koeffizienten, die ohne die Masseneinsetzungsna¨herung auskommt.
6.1. Wilson-Koeffizienten fu¨r ∆B = 1–Prozesse
Wir zerlegen die Wilson-Koeffizienten C3−10 zuna¨chst in Beitra¨ge Cg aus Gluon-Pinguinen,
Cγ aus Photon-Pinguinen und C
LL1
Bq
, CLL2Bq , C
LR1
Bq
, CLR1Bq (q = u, d) aus Boxdiagrammen:
C3 = −1
3
Cg +
1
2
CLL1Bu +C
LL1
Bd
, C4 = Cg +
1
2
CLL2Bu + C
LL2
Bd
,
C5 = −1
3
Cg +
1
2
CLR1Bu + C
LR1
Bd
, C6 = Cg +
1
2
CLR2Bu + C
LR2
Bd
,
C7 = Cγ + C
LR1
Bu − CLR1Bd , C8 = CLR2Bu −CLR2Bd ,
C9 = Cγ + C
LL1
Bu − CLL1Bd , C10 = CLL2Bu − CLL2Bd , (6.1)
Fu¨r die Koeffizienten C ′3−10 ersetzen wir in diesen Ausdru¨cken L↔ R und Cg,γ → C ′g,γ .
Die Beitra¨ge aus Z0–Pinguinen sind in Gl. (6.1) noch nicht erfasst. Sie ergeben sich aus
zwei Bausteinen κsbL,R, die wir so definieren, dass sie schleifeninduzierten flavoura¨ndernden
Z0–Kopplungen entsprechen, siehe Gl. (6.27). Sie ergeben Beitra¨ge
C3 =
1
6
κsbL
λ
(s)
t
, C ′5 =
1
6
κsbR
λ
(s)
t
,
C7 =
2
3
κsbL
λ
(s)
t
sin2 θW , C
′
7 = −
2
3
κsbR
λ
(s)
t
cos2 θW ,
C9 = − 2
3
κsbL
λ
(s)
t
cos2 θW , C
′
9 =
2
3
κsbR
λ
(s)
t
sin2 θW , (6.2)
die zu denen in Gl. (6.1) addiert werden mu¨ssen.
Alle diese Bausteine erhalten wir aus der analytischen Berechnung von Schleifendia-
grammen mit Chargino-(Up-)Squark-Austausch oder Gluino-(Down-)Squark-Austausch.
Wir vernachla¨ssigen Neutralino-Diagramme, da sie auf die selben flavourverletzenden Pa-
rameter sensitiv sind wie Gluino-Diagramme aber lediglich schwache Kopplungen beinhal-
ten. Unsere Ergebnisse sind in Einklang mit a¨hnlichen Berechnungen im Zusammenhang
mit semileptonischen Pinguinen [197, 199, 200] und mit den Gluino-Boxen aus Ref. [201].
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Wir betrachten keine zusa¨tzlichen, im MSSM erzeugten Operatoren des effektiven Ha-
miltonoperators, die dem Prozess b → sb¯b entsprechen. Sie tragen aus kinematischen
Gru¨nden zu B–Zerfa¨llen nur in ho¨heren Schleifenordnungen bei. Außerdem beschra¨nken
wir uns bei der Berechnung der Boxdiagramme auf eine einzige flavourverletzende Squark-
Linie und nehmen die SUSY-brechenden Squarkmassen fu¨r die ersten beiden Generatio-
nen als entartet an. Damit ha¨ngen die Boxdiagramme von Massen mu˜L = md˜L fu¨r die
linksha¨ndigen bzw. mu˜R ,md˜R fu¨r die rechtsha¨ndigen Squarks der ersten und zweiten Ge-
neration ab.
6.1.1. Chargino-Beitra¨ge
Wir benutzen hier Schleifenfunktionen aus Anhang A.3 und das Massenverha¨ltnis
xurcm =
(
mu˜r
mχ˜+m
)2
, (6.3)
u¨ber die Generationsindizes i, j = 1, 2, 3, Squarkindizes r, s = 1, ..., 6 und Charginoindizes
m,n = 1, 2 wird im Folgenden grundsa¨tzlich summiert. Fu¨r die Quark-Squark-Chargino-
Kopplungen fu¨hren wir folgende Abku¨rzungen ein:
ΓLrim = (gR
u∗
rkVm1 −Ru∗r k+3Vm2yuk) (δkj + (∆Uu∗L )kj)V ∗ji,
ΓRrim = U∗m2Ru∗ra (δak + (∆Uu∗L )ak)V ∗kl (δlj − (∆Ud∗L )lj) y(0)dj (δji + (∆Ud∗R )ji) . (6.4)
Dabei stehen die Matrizen ∆UdL, ∆U
d
R und ∆U
u
L fu¨r chiral versta¨rkte Schleifenkorrekturen
zu den Tree-Level-Kopplungen, die im Fall von großem tan β oder großen A–Termen ent-
stehen ko¨nnen, sie sind in Ref. [136] explizit angegeben. y
(0)
dj
ist die unrenormierte Yukawa-
Kopplung, die mit der Quarkmasse mdj durch eine Resummation der tanβ–versta¨rkten
Korrekturen wie in Kap. 5.3.1 verbunden ist. Fu¨r i = 1, 2 gelten die dort fu¨r i = 3 an-
gegebenen Formeln mit offensichtlichen Ersetzungen, zusa¨tzlich ko¨nnen chiral versta¨rkte
Korrekturen aus A–Termen durch [136]
y
(0)
dj
=
mdj − ΣRLdj ,A
vd(1 + ∆dj )
(6.5)
beru¨cksichtigt werden. Dabei ist ΣLRdj ,A der durch einen A–Term chiral versta¨rkte Anteil
der Selbstenergie des Quarks dj .
Unter Vernachla¨ssigung der Yukawa-Kopplungen der beiden ersten Generationen finden
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6.1. Wilson-Koeffizienten fu¨r ∆B = 1–Prozesse
wir C ′3−10 = 0. Die Koeffizienten C3−10 sind zusammengesetzt aus
Cγ =
α
24
√
2GFπV33V
∗
32(mχ˜+m)
2
ΓLr2mΓ
L∗
r3mh
(0)
3 (xurcm), (6.6)
Cg =
αs
32
√
2GFπV33V
∗
32(mχ˜+m)
2
ΓLr2mΓ
L∗
r3mh
(0)
4 (xurcm), (6.7)
CLL1Bu =
α
24s2W
√
2GFπV33V
∗
32
mχ˜+mmχ˜+nUn1U∗m1ΓLr2nΓL∗r3mD0(md˜L ,mu˜r ,mχ˜+m ,mχ˜+n ), (6.8)
CLL1Bd =
α
48s2W
√
2GFπV33V ∗32
Vm1V∗n1ΓLr2nΓL∗r3mD2(mu˜L ,mu˜r ,mχ˜+m,mχ˜+n ), (6.9)
κsbL =
1
32π2
ΓLr2nΓ
L∗
s3m
(
δmnC2(mχ˜+m,mu˜s ,mu˜r)
3∑
k=1
RurkR
u∗
sk +
δsr
{
2C0(mu˜s ,mχ˜+m ,mχ˜+n )mχ˜+mmχ˜+nUn1U∗m1 − C2(mu˜s ,mχ˜+m ,mχ˜+n )Vm1V∗n1
})
.
(6.10)
Alle anderen Box-Koeffizienten verschwinden. Fu¨r die elektro- und chromomagnetischen
Koeffizienten erhalten wir
C7γ =
1
8
√
2GFV33V
∗
32(mχ˜+m)
2
ΓLr2m
(
mχ˜+m
mb
ΓR∗r3mh
(0)
2 (xurcm)− ΓL∗r3mh(0)1 (xurcm)
)
, (6.11)
C8g =
1
8
√
2GFV33V
∗
32(mχ˜+m)
2
ΓLr2m
(
mχ˜+m
mb
ΓR∗r3mh
(0)
6 (xurcm)− ΓL∗r3mh(0)5 (xurcm)
)
. (6.12)
6.1.2. Gluino-Beitra¨ge
Auch hier benutzen wir Schleifenfunktionen aus Anhang A.3, sie ha¨ngen ab vom Massen-
verha¨ltnis
xgds =
(
mg˜
md˜s
)2
. (6.13)
Mit der fu¨r unsere Zwecke praktischen Ersatznotation
GLsi = R
d
sj
(
δji + (∆U
d
L)ji
)
, GRsi = R
d
s j+3
(
δji + (∆U
d
R)ji
)
(6.14)
ko¨nnen wir die Down-Squark-Mischung in einen linksha¨ndigen und einen rechtsha¨ndigen
Teil aufspalten, die jeweils 6× 3–Blo¨cke sind. Mit impliziter Summation u¨ber alle Indizes
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finden wir (q = u, d)1
Cγ =− 4
√
2ααs
27GFV33V
∗
32m
2
d˜s
GL∗s2G
L
s3 F6(xgds), (6.15)
Cg =
α2s
2
√
2GFV33V
∗
32m
2
d˜s
GL∗s2G
L
s3 (CFF6(xgds)− CAF10(xgds)) , (6.16)
CLL1Bq =
α2s G
L
r3G
L∗
r2
108
√
2GFV33V ∗32
(
20m2g˜D0(mg˜,mg˜,md˜r ,mq˜L) +D2(mg˜,mg˜,md˜r ,mq˜L)
)
,
(6.17)
CLL2Bq = −
α2s G
L
r3G
L∗
r2
36
√
2GFV33V
∗
32
(
4m2g˜D0(mg˜,mg˜,md˜r ,mq˜L)− 7D2(mg˜,mg˜,md˜r ,mq˜L)
)
,
(6.18)
CLR1Bq = −
α2s G
L
r3G
L∗
r2
54
√
2GFV33V ∗32
(
m2g˜D0(mg˜,mg˜,md˜r ,mq˜R) + 5D2(mg˜,mg˜,md˜r ,mq˜R)
)
,
(6.19)
CLR2Bq = −
α2s G
L
r3G
L∗
r2
18
√
2GFV33V ∗32
(
7m2g˜D0(mg˜,mg˜,md˜r ,mq˜R)−D2(mg˜,mg˜,md˜r ,mq˜R)
)
,
(6.20)
κsbL =
αs
3π
3∑
i=1
GLr3G
R
siG
R∗
ri G
L∗
s2 C2(mg˜,md˜r ,md˜s). (6.21)
Die elektro- und chromomagnetischen Koeffizienten sind
C7γ =
4
√
2αsπ
9GFV33V ∗32m
2
d˜s
(
mg˜
mb
GL∗s2G
R
s3F4(xgds)−GL∗s2GLs3F2(xgds)
)
, (6.22)
C8g =
√
2αsπ
2GFV33V
∗
32m
2
d˜s
(
mg˜
mb
GL∗s2G
R
s3(CAF3(xgds)− (2CF − CA)F4(xgds))
−GL∗s2GLs3(CAF1(xgds)− (2CF − CA)F2(xgds))
)
,
(6.23)
mit den SU(3)–Gruppenfaktoren CF = 4/3 und CA = 3. Die entsprechenden Ausdru¨cke
fu¨r die gespiegelten Koeffizienten C ′i erhalten wir aus den Gln. (6.15)–(6.23) durch die
konsequente Ersetzung L↔ R. Die einzige Ausnahme davon bildet
κsbR = −
αs
3π
3∑
i=1
GRr3G
L
siG
L∗
ri G
R∗
s2 C2(mg˜,md˜r ,md˜s). (6.24)
1Unser Vorzeichen von D2 in C
LL2
Bq korrigiert das entsprechende in Ref. [198].
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6.2. Numerische Analyse
6.2.1. CMM-Modell
Die Vielzahl der freien Parameter im generischen MSSM macht eine allgemeine und um-
fassende numerische Analyse von supersymmetrischen Effekten in der Flavourphysik ohne
zusa¨tzliche Annahmen praktisch unmo¨glich. Um dieses Problem zu umgehen, ko¨nnen wir
einerseits versuchen, eine pra¨diktive Theorie dadurch zu erhalten, dass wir Beziehungen
zwischen den einzelnen Parametern herstellen und so die Zahl der unabha¨ngigen Parame-
ter reduzieren. Dies ist durch Einbettung des MSSM in eine GUT mo¨glich, ein fu¨r die B–
Physik relevantes Modell hierzu ist das CMM-Modell nach Chang, Masiero und Murayama
[202]. Es beruht auf der vereinheitlichten Eichgruppe SO(10), die es ermo¨glicht, alle SM-
Fermionen einer Generation und ein rechtsha¨ndiges Neutrino in einem 16–komponentigen
Multiplett zusammenzufassen, das einer spinoriellen Darstellung der Eichgruppe ent-
spricht. Durch diese Vereinheitlichung der Fermionen ko¨nnen die Yukawa-Matrizen der
Leptonen und der Quarks nicht mehr unabha¨ngig voneinander diagonalisiert werden, was
dazu fu¨hrt, dass der bereits gemessene, große atmospha¨rische Mischungswinkel der Neu-
trinos direkt mit der Mischung von Quarks und Squarks verbunden ist. Interessanterweise
stellt sich heraus, dass gerade FCNC-Prozesse mit b→ s–U¨berga¨ngen davon betroffen sind.
Sie erhalten potentiell große Korrekturen aus Gluino-Squark-Schleifendiagrammen, da in
der Super-CKM-Basis ein großer Mischungswinkel zwischen den down-artigen Squarks der
zweiten und dritten Generation existiert.
Wir haben diesen Ansatz weiterverfolgt und im CMM-Modell eine numerische Ana-
lyse der EW-Pinguine durchgefu¨hrt. Dabei kommen wir zu dem Schluss, dass unter
Beru¨cksichtigung von Einschra¨nkungen an das Modell, insbesondere der experimentel-
len Schranke an die leichteste Higgs-Masse mh0 ≥ 114GeV, Gluinos und Squarks große
Massen im Bereich M ≥ 1TeV haben mu¨ssen, was die Ergebnisse der Refn. [203, 204]
besta¨tigt. Supersymmetrische EW-Pinguine sind gegenu¨ber ihren SM-Gegenstu¨cken mit
m2W/M
2
SUSY unterdru¨ckt, als Konsequenz daraus finden wir, trotz großer Außerdiagonal-
elemente in der Squark-Massenmatrix, Abweichungen der Koeffizienten C7−10 vom SM im
Bereich von lediglich 10%. Solche Effekte sind nach Kap. 3.4 zu klein, um die Diskrepanz
in ∆ACP erkla¨ren zu ko¨nnen, und sie sind nicht ausreichend, um eine Versta¨rkung der
Verzweigungsverha¨ltnisse von B¯s → φρ0 und B¯s → φπ0 zu verursachen, die in absehbarer
Zukunft im Experiment sichtbar ist.
Eine weitere Mo¨glichkeit, Flavourphysik im generischen MSSM zu betreiben, ist eine
Fokussierung auf einige wenige freie Parameter, die fu¨r die zu betrachtenden Prozesse be-
sonders relevant sind. Mit einer solchen Vorgehensweise wurden die B → πK–Zerfa¨lle in
den Refn. [70, 71] betrachtet und signifikante Effekte gefunden. Wir werden diese kontro-
verse Behauptung nun u¨berpru¨fen.
6.2.2. Flavourverletzung im Down-Sektor
Zuerst konzentrieren wir uns auf Flavourverletzung in der Down-Squark-Massenmatrix.
Hier erwarten wir, dass die wichtigsten SUSY-Effekte in b → s–U¨berga¨ngen aus Gluino-
Squark-Schleifendiagrammen stammen, die proportional zur starken Kopplung αs sind.
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EW-Pinguine in einem solchen Szenario wurden in Ref. [198] studiert mit dem Ergeb-
nis, dass nur b → sq¯q–Boxdiagramme (q = u, d) signifikante Beitra¨ge liefern ko¨nnen.
Dabei stammt die Isospin-Verletzung alleine aus der Hypothese, dass die Up-Squarks
und Down-Squarks auf internen Linien stark unterschiedliche Massen haben. Die Beitra¨ge
aus Photon– und Z0–Pinguinen sind dagegen irrelevant. Diese Idee wurde vor kurzem in
Ref. [201] wieder aufgegriffen und unter Beru¨cksichtigung der neuesten Einschra¨nkungen,
insbesondere aus der Bs− B¯s–Mischung, untersucht. Dabei wurde gefunden, dass die Ein-
schra¨nkungen inzwischen so stark sind, dass nur in einem sehr kleinen, feinabgestimmten
Bereich des Parameterraums ∆ACP und die weiteren Observablen aus B → πK–Zerfa¨llen
mit den Messdaten in Einklang gebracht werden ko¨nnen.
In starkem Gegensatz dazu steht die Aussage von Ref. [70], dass im gleichen Szenario
Photon-Pinguine Beitra¨ge liefern ko¨nnen, die groß genug sind, um den gemessenen Wert
von ∆ACP zu reproduzieren. Diese Aussage ist jedoch nicht korrekt. Wir stellen fest, dass
sie auf einer fehlerhaften Formel fu¨r den entsprechenden Wilson-Koeffizienten (Gl. (41) in
[70]) beruht, der um einen Faktor −6π/α, also um drei Gro¨ßenordnungen zu groß ist.
Wir haben als Test einen Scan u¨ber den MSSM-Parameterraum durchgefu¨hrt mit dem
Ergebnis, dass SUSY-Photon-Pinguine eine Korrektur von maximal 3% zu den EW-
Pinguin-Koeffizienten des SM ergeben. Als Bedingungen haben wir dabei lediglich ver-
wendet, dass alle physikalischen Squarkmassen oberhalb von 100GeV liegen und die ex-
perimentellen Einschra¨nkungen aus dem Prozess b → sγ respektiert werden. Damit sind
diese Beitra¨ge fu¨r die Vorhersage von ∆ACP vernachla¨ssigbar.
Insgesamt kommen wir also zu dem Schluss, dass keine signifikante Isospin-Verletzung
durch Flavourverletzung im Down-Squark-Sektor erzeugt wird.
6.2.3. Flavourverletzung im Up-Sektor
Die zweite Mo¨glichkeit ist Flavourverletzung in der Massenmatrix der Up-Squarks, die
b → s–U¨berga¨nge u¨ber Chargino-Squark-Schleifen erzeugt. Eine genaue Untersuchung
der in Kap. 6.1.1 angegeben Wilson-Koeffizienten oder die Verwendung der Massenein-
setzungsna¨herung zeigt, dass nur wenige Außerdiagonalelemente der Massenmatrix dafu¨r
relevant sind: Die dominanten Beitra¨ge stammen aus der Mischung der zweiten mit der
dritten Generation, dabei sind Kopplungen der Charginos an rechtsha¨ndige Quarks und
Squarks proportional zur entsprechenden Yukawa-Kopplung und damit fu¨r die zweite Ge-
neration vernachla¨ssigbar. Wir erhalten demnach wichtige Beitra¨ge einerseits aus der Mi-
schung von c˜L und t˜L und andererseits aus der Mischung von c˜L und t˜R. Letztere Beitra¨ge
betreffen die Z0–Pinguine, die die elektroschwache Symmetrie brechen und deshalb immer
mindestens zwei Chiralita¨tsu¨berga¨nge implizieren [205].
Wir ko¨nnen deshalb den Parameterraum auf ein u¨berschaubares Maß reduzieren, indem
wir in SLHA2-Notation definieren:
mˆ2
Q˜
≡ m2q˜
1 0 00 1 δuLL∗32
0 δuLL32 1
 , (6.25)
(M2u˜)62 =
vu√
2
(TˆU )32 ≡ δuRL32 m2q˜ , (6.26)
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mit einer generischen Squarkmasse mq˜. Die u¨brigen flavourerhaltenden Eintra¨ge legen wir
fest durch mˆ2u˜ = Diag(m
2
q˜,m
2
q˜ ,m
2
t˜R
), (TˆU )ii = (TˆU )33δi3 und tanβ = 10.
Wir scannen u¨ber die freien Parameter in den Wertebereichen, die in der Tabelle in
Abb. 6.2 angegeben sind, um mo¨gliche Quellen von Isospin-Verletzung zu identifizieren.
Fu¨r 30000 zufa¨llig gewa¨hlte Scanpunkte geben wir in Abb. 6.1 den Beitrag des Z–Pinguins
aus Gl. (6.10) zu |q7| und |q9| und die Summe aller SUSY-Beitra¨ge zu |q7| and |q9| an. Dabei
definieren wir qi wie in Gl. (3.31). Offensichtlich ist es in guter Na¨herung ausreichend, nur
den Z–Pinguin zu betrachten, da die Korrekturen aus den u¨brigen Diagrammen klein sind.
Wir arbeiten im Folgenden in dieser Na¨herung und beschra¨nken damit die Diskussion auf
den Baustein κsbL aus den Gln. 6.2 und 6.21. Dieser ist, da wir a¨ußere Impulse in den
Pinguin-Diagrammen vernachla¨ssigen ko¨nnen, a¨quivalent zu einem schleifeninduzierten
flavoura¨ndernden Z0–Vertex, der in unserer Konvention lautet:
LbsZ = − g
4 cos θW
s¯κsbL γ
µ(1− γ5)bZµ + h.c. (6.27)
Unser Szenario entspricht damit genau dem Fall einer modifizierten linksha¨ndigen Z0–
Kopplung, den wir in Kap. 7 untersuchen werden.
Wie bereits erwa¨hnt bricht κsbL die elektroschwache Symmetrie und muss daher propor-
tional zu den VEVs vu,d sein. Dadurch ist der Z–Pinguin fast ausschließlich sensitiv auf
δuRL32 aus Gl. (6.26) und wir ko¨nnen δ
uLL
32 fu¨r die weitere Diskussion vernachla¨ssigen.
Fu¨r jeden Parameterpunkt des Scans berechnen wir das MSSM-Teilchenspektrum und
stellen die folgenden Bedingungen:
• Physikalische Squark- und Charginomassen mu¨ssen ≥ 100GeV sein ,
• BR(B¯ → Xsγ) muss auf 2σ–Niveau vertra¨glich mit experimentellen Daten sein und
• fu¨r den Chargino-Beitrag zu C7γ muss gelten |Cχ7γ | ≤ |CSM7γ | ≈ 0.22.
Die letzte Bedingung verhindert, dass feinabgestimmte Punkte dem Ausschluss durch
BR(B¯ → Xsγ) entgehen ko¨nnen.
In Ref. [71] wurde behauptet, dass die durch δuRL32 erzeugten Korrekturen zu den EW-
Pinguinen die ∆ACP–Diskrepanz erkla¨ren ko¨nnen. In diesem Fall wu¨rden wir auch in-
teressante Effekte in den Isospin verletzenden Bs–Zerfa¨llen erwarten. Wir mu¨ssen diese
Aussage fu¨r unsere Rechnung, in der wir konsequent den QCDF-Formalismus anwenden,
jedoch verwerfen. In Abb. 6.1 erkennen wir bereits, dass C9 um etwa 25% und C7 um
etwa 8% relativ zum SM versta¨rkt sein kann2. Wie wir in Kap. 3.4 festgestellt haben, ist
dies bei weitem nicht ausreichend, um die Messwerte von ∆ACP zu reproduzieren, und
ebenfalls nicht ausreichend, um signifikante Versta¨rkungen von B¯s → φπ0 oder B¯s → φρ0
hervorzurufen, die die hadronischen Unsicherheiten deutlich u¨bertreffen wu¨rden.
Wir illustrieren dieses Ergebnis in den Abbn. 6.2 und 6.3: Dort zeigen wir einerseits
ein Diagramm a¨hnlich zu Abb. 3.3 in der komplexen κsbL –Ebene und andererseits eine
vergro¨ßerte Version der beiden oberen Diagramme aus Abb. 7.1. Analog zu Kap. 3.4.3
stellen wir in Abb. 6.3 die Versta¨rkungsfaktoren der Verzweigungsverha¨ltnisse von B¯s →
2Unter Verwendung der Schranke |δuRL32 | < 0.59, die aus einem Natu¨rlichkeitsargument folgt [136], sind
die Effekte noch kleiner.
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Abb. 6.1. Links: (Rechts:) Z–Pinguin-Beitra¨ge zu |q7| (|q9|) als Funktion der vollsta¨ndigen Werte
von |q7| (|q9|) fu¨r 30000 Punkte im MSSM-Parameterraum. Blau: Durch |C7γ | ausgeschlossene
Punkte. Rot: Durch BR(B¯ → Xsγ) ausgeschlossene Punkte. Orange: Erlaubte Punkte. Nicht
dargstellt: Durch Massenschranken ausgeschlossene Punkte.
φρ0, φπ0 in Abha¨ngigkeit von κsbL , die Ergebnisse des Fits an B → πK–Daten und die
Einschra¨nkungen aus hadronischen B–Zerfa¨llen dar, die markierten Bereiche sind dabei
genauso definiert wie in den Abbn. 3.4 bis 3.6. Zusa¨tzlich markieren gestrichelte Linien
Einschra¨nkungen aus semileptonischen B–Zerfa¨llen, siehe Kap. 7. Die Achsen in Abbn. 6.2
und 6.3 sind normiert auf die effektive flavoura¨ndernde Z0–Kopplung im SM, die sich aus
einer Top-W -Schleife ergibt und den Wert
|κSM| ≡ α
π sin2 θW
λ
(s)
t C
Z
0 (m
2
t /m
2
W ) ∼ 0.00035 (6.28)
hat, darin ist die Schleifenfunktion CZ0 in Anhang A.3 definiert. Zu beiden Abbildungen
fu¨gen wir die normierten κsbL –Werte aus den oben beschriebenen 30000 zufa¨lligen Punkten
im MSSM-Parameterraum hinzu. Wie wir sehen, liegen alle Punkte in einem relativ kleinen
Bereich um den Ursprung, in dem keine großen Effekte in ∆ACP und in den B¯s–Zerfa¨llen
erzeugt werden ko¨nnen.
Die Diskrepanz zwischen unseren Ergebnissen und denen von Ref. [71] ist vor al-
lem auf die unterschiedliche Behandlung von starken Phasen in hadronischen Zerfa¨llen
zuru¨ckzufu¨hren. Wir berechnen alle diese Phasen konsequenterweise aus der QCDF, dem-
nach sind sie sind immer durch αs(mb) oder ΛQCD/mB unterdru¨ckt. In Ref. [71] wurden
lediglich die Betra¨ge von topologischen Verha¨ltnissen wie rC oder rEW in QCDF berech-
net, wa¨hrend ihre starke Phasen beliebige Werte zwischen 0 und π annehmen ko¨nnen. Auf
diese Weise ko¨nnen schon im SM große CP–Asymmetrien erzeugt werden und auch die
Tatsache dass ACP(B
− → π0K−) und ACP(B¯0 → π+K−) mit unterschiedlichen Vorzei-
chen gemessen wurden, stellt kein Problem mehr dar, da die Phasen der verschiedenen
Topologien unkorreliert sind. Dadurch sind bereits kleine SUSY-Korrekturen ausreichend,
um die Vorhersagen in U¨bereinstimmung mit den Daten zu bringen.
Dagegen kann unsere Rechnung die Diskrepanz in ∆ACP nur wenig reduzieren. Wir
lesen aus Abb. 6.2 ab, dass die allermeisten Punkte außerhalb des 2.2σ–Bereichs liegen.
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Abb. 6.2. Diskrepanz zwischen Theorie und Experiment in ∆ACP als Funktion von
κsbL /|κSM|, von hellen zu dunklen Farben haben wir 2.2σ, 2σ und 1σ. Dazu geben wir
30000 zufa¨llige MSSM-Punkte an, die Scanbereiche sind in der Tabelle angegeben. Blau
(orange): (Nicht) durch |C7γ | ausgeschlossene Punkte. Nicht dargestellt: Durch Massen-
schranken ausgeschlossene Punkte.
-1.0 -0.5 0.0 0.5 1.0
-1.0
-0.5
0.0
0.5
1.0
Re(κsbL )/|κSM|
Im
(κ
sb L
)/
|κ S
M
|
mq˜, mt˜R , (TˆU )33 200 GeV 1000 GeV
M2, µ 100 GeV 1000 GeV
|δuLL32 |, |δuRL32 | 0 1
arg(δuLL32 ), arg(δ
uRL
32 ) 0 2π
Nur einige wenige Punkte, die durch gut aufeinander abgestimmte Parameter zustande
kommen, liegen zwischen 2.2σ und 2σ.
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Abb. 6.3. Versta¨rkungsfaktoren fu¨r BR(B¯s → φρ0) und BR(B¯s → φπ0) relativ zu den
SM-Werten als Funktion von κsbL wie in Abb. 7.1. Erla¨uterungen zu den markierten Be-
reichen finden sich im Text. Dazu geben wir die gleichen zufa¨lligen MSSM-Punkte wie in
Abb. 6.2 an und verwenden dafu¨r die gleiche Farbkodierung.
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Z0–Kopplungen
Als eine weitere konkrete Realisierung Isospin verletzender NP betrachten wir hier ein
Modell mit flavoura¨ndernden Z0–Kopplungen. Wir untersuchen deren Effekte in B → πK–
Zerfa¨llen, insbesondere die Mo¨glichkeit der Erkla¨rung des Messwertes von ∆ACP, und die
zu erwartenden Auswirkungen auf die Prozesse B¯s → φρ0 und B¯s → φπ0. Dabei sind
Einschra¨nkungen vor allem aus semileptonischen B–Zerfa¨llen wichtig.
Unsere Ergebnisse der modellunabha¨ngigen Analyse in Kap. 3.4 haben gezeigt, dass Iso-
spin verletzende NP, die die Messdaten von ∆ACP erkla¨rt, mit hoher Wahrscheinlichkeit
deutlich sichtbare Versta¨rkungen von BR(B¯s → φρ0) und BR(B¯s → φπ0) erzeugt. Suchen
wir nun nach einem konkreteren NP-Modell, das große Isospin verletzende Beitra¨ge zu B–
Zerfa¨llen liefert und den Messwert von ∆ACP reproduzieren kann, ohne Einschra¨nkungen
aus anderen Prozessen zu verletzen, kommen wir leicht zu Modellen mit flavoura¨ndernden
Z0–Kopplungen. Solche FCNC-Kopplungen ko¨nnen entweder durch Ausintegrieren von
schweren Teilchen, z.B. von SUSY-Teilchen oder einer vierten Generation, erzeugt werden
oder ko¨nnen als echte Tree-Level-Kopplungen in exotischeren Szenarien auftreten, bei-
spielsweise in Modellen mit zusa¨tzlichen Nicht-Standard-Quarks (siehe z.B. Ref. [206]).
Es ist klar, dass in einem solchen Modell die gro¨ßten relativen Korrekturen zum SM in
den EW-Pinguinen auftreten, wa¨hrend QCD-Pinguine eher wenig betroffen sind, so dass
Einschra¨nkungen aus Prozessen, die von QCD-Pinguinen dominiert werden, nicht allzu
stark sein sollten.
B–Physik in NP-Szenarien mit flavoura¨ndernden Z0–Kopplungen wurde z.B. in den
Refn. [79, 198, 205] studiert. Der wichtigste Unterschied zu unserer modellunabha¨ngigen
Analyse ist dabei, dass solche Kopplungen auch semileptonische Z0–Pinguine betreffen
und so zu starken Einschra¨nkungen aus Messungen semileptonischer B–Zerfa¨lle fu¨hren.
Daneben kann auch die Bs − B¯s–Mischung ein wichtiger Constraint sein. Wir geben da-
her zuna¨chst einen kurzen U¨berblick u¨ber die Art und Weise, auf die wir solche Ein-
schra¨nkungen in unserer Analyse beru¨cksichtigen.
7.1. Einschra¨nkungen aus semileptonischen Zerfa¨llen und
Bs − B¯s–Mischung
Der inklusive semileptonische Zerfall B¯ → Xse+e− wird im SM durch Photon– und Z0–
Pinguine vermittelt und ist daher in vielen NP-Modellen mit den hadronischen EW-
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Pinguinen korreliert. Wir beschreiben ihn durch den effektiven Hamiltonoperator aus
Gl. (2.35) mit den zusa¨tzlichen Pinguin-Operatoren O9V , O10A aus Gl. (2.40) und den
gespiegelten Operatoren O′9V , O′10A, die wir durch die Ersetzung PL → PR erhalten.
Die SM-Ausdru¨cke fu¨r die entsprechenden Wilson-Koeffizienten sind z.B. in Refn. [207,
208] zu finden. Wir folgen zuna¨chst Ref. [207] und verallgemeinern die dortigen Formeln
fu¨r nicht verschwindende Koeffizienten der gespiegelten Operatoren. Damit berechnen wir
das Verha¨ltnis
Re+e−(q
2) ≡
d
dq2Γ(b→ s e+e−)
Γ(b→ c eν¯) , (7.1)
mit q2 = (pe++pe−)
2 als invarianter Masse des Leptonpaares. Dieses Verha¨ltnis bietet den
Vorteil, dass die theoretischen Unsicherheiten deutlich kleiner sind als im einfachen Ver-
zweigungsverha¨ltnis. Wir integrieren u¨ber den Energiebereich unterhalb der ψ–Resonanzen
und finden das integrierte Verha¨ltnis
Re+e− |[1,6] ≡
∫ 6GeV2
1GeV2
Re+e−(q
2)dq2, (7.2)
das wir schlussendlich mit dem experimentellen Ergebnis [209, 210]
BR(B¯ → Xse+e−)
∣∣
[1,6]
= (1.60 ± 0.51) · 10−6, (7.3)
gleichsetzen ko¨nnen, nachdem wir letztere Gro¨ße auf das gemessene inklusive Verzwei-
gungsverha¨ltnis BR(B¯ → Xc eν¯) = (10.58 ± 0.15)% [191] normiert haben. Wir schließen
alle Parameterpunkte eines NP-Modells aus, die diese Gleichung nicht auf 2σ–Niveau nach
Gl. (3.34) erfu¨llen.
Neben dem inklusiven Zerfall B¯ → Xse+e− ist auch der exklusive Kanal B¯ → K∗l+l−
nu¨tzlich zur Einschra¨nkung von Z–Pinguinen [211–213]. Wir folgen hier Ref. [211] und
verwenden die Vorwa¨rts-Ru¨ckwa¨rts-Asymmetrie AFB dieses Prozesses, da diese einen zu
Re+e− |[1,6] komplementa¨ren Constraint ergibt. Die Messfehler dieser Observable sind noch
zu groß, um genaue Aussagen u¨ber die Funktion AFB(q
2) machen zu ko¨nnen, wir fordern
deshalb lediglich, dass das Vorzeichen der u¨ber den Bereich q2 > 14GeV2 integrierten
Asymmetrie SM-artig ist, was aus den aktuellen Daten [214, 215] klar hervorgeht.
Der Vollsta¨ndigkeit halber merken wir an, dass wir fu¨r die Koeffizienten C(′)9V,10A das
gleiche RGE-Schema wie fu¨r die hadronischen EW-Pinguine verwenden, d.h. die mit xt =
m2t /M
2
W oder 1/ sin
2 θW versta¨rkten O(α)–Terme gleichwertig mit der fu¨hrenden Ordnung
behandeln. Dies fu¨hrt im SM zu folgenden Anfangsbedingungen an der hohen Skala:
C(0)9V =
α
2π
(
Y0(xt)
sin2 θW
− xt
2
)
,
C(1)9V =
α
2π
(
−4Z0(xt) + xt
2
+
4
9
)
+
α
2π
αs
4π
(
Y1(xt)
sin2 θW
− 4xt
(
4
3
− π
2
6
))
,
C
(0)
10A = −
α
2π
Y0(xt)
sin2 θW
, C(1)10A = −
α
2π
αs
4π
Y1(xt)
sin2 θW
(7.4)
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mit den Funktionen Y0,1 und Z0 aus Ref. [36]. Dazu addieren sich Terme, die proportional
zu den neuen flavoura¨ndernden Z0–Kopplungen sind und die wir im na¨chsten Abschnitt
angeben.
Zusa¨tzlich ko¨nnen wir noch Einschra¨nkungen aus der Bs−B¯s–Mischung betrachten. Da-
zu verwenden wir den effektiven Hamiltonoperator aus Gl. (2.53) und berechnen die Gro¨ße
M12 aus Gl. (2.60) im NP-Modell. Normiert auf den SM-Wert ergibt sich die komplexe
Zahl [216]
∆s ≡ M
Bs
12
MBs,SM12
= |∆s|eiφs , (7.5)
deren experimenteller 2σ–Bereich in Abb. 9 von Ref. [20] dargestellt ist. Dieser Bereich
kann als Einschra¨nkung an den NP-Parameterraum gelten.
7.2. Beitra¨ge zu den Wilson-Koeffizienten
Wir parametrisieren die modifizierten Kopplungen des Z0–Bosons wie in Ref. [198]. Bei
der elektroschwachen Skala haben wir eine Theorie mit der Lagrangedichte
LeffZ = −
g
4 cos θW
∑
I 6=J
d¯I
[
κIJL γ
µ(1− γ5) + κIJR γµ(1 + γ5)
]
dJZµ, (7.6)
wobei I und J Generationsindizes sind. Da die flavoura¨ndernden Kopplungen klein sein
mu¨ssen, um mit experimentellen Einschra¨nkungen kompatibel zu sein, sind die flavour-
diagonalen Kopplungen in erster Na¨herung die gleichen wie im SM. Die flavoura¨ndernden
Kopplungen ko¨nnen, wie bereits erwa¨hnt, echte Tree-Level-Kopplungen sein oder Effekte
von virtuellen Teilchen oberhalb der elektroschwachen Skala.
Da Gl. (7.6) mit der Definition von κsbL,R in Kap. 6 u¨bereinstimmt, ko¨nnen wir die For-
meln aus Gl. (6.2) direkt verwenden, um die NP-Beitra¨ge zum ∆B = 1–Hamiltonoperator
zu berechnen. Fu¨r Werte im Bereich |κsbL,R| ∼ |κSM| ∼ 0.00035 (siehe Gl. (6.28)) sind die-
se von vergleichbarer Gro¨ße wie der numerisch fu¨hrende SM-Koeffizient C9(µW ). Dieses
Szenario entspricht dem Fall qi = O(1) in unserer modellunabha¨ngigen Analyse, fu¨r den
wir große Effekte in isospinsensitiven Observablen gefunden hatten.
Aus der Lagrangedichte (7.6) und den SM-Kopplungen des Z0 an Leptonen erhalten
wir auch Korrekturen zu den semileptonischen Koeffizienten in Gl. (7.4):
C9V = − κ
sb
L
λ
(s)
t
(
2 sin2 θW − 1
2
)
, C ′9V = −
κsbR
λ
(s)
t
(
2 sin2 θW − 1
2
)
,
C10A = − κ
sb
L
λ
(s)
t
(
1
2
)
, C ′10A = −
κsbR
λ
(s)
t
(
1
2
)
. (7.7)
Damit ko¨nnen wir die Einschra¨nkungen aus semileptonischen Zerfa¨llen wie im vorigen Ka-
pitel angegeben berechnen. Außerdem liefert die Lagrangedichte (7.6) Baumgraph-Beitra¨ge
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zur Bs − B¯s–Mischung mit den Wilson-Koeffizienten
CVLL1 =
4π2√
2GFM2W
(
κsbL
λ
(s)
t
)2
, CVRR1 =
4π2√
2GFM2W
(
κsbR
λ
(s)
t
)2
,
CLR1 =
8π2√
2GFM
2
W
κsbL
λ
(s)
t
κsbR
λ
(s)
t
, (7.8)
mit denen wir die in Gl. (7.5) definierte Gro¨ße ∆s berechnen ko¨nnen. Problematisch ist
hier allerding, dass der experimentelle 2σ–Bereich von ∆s den SM-Punkt κ
sb
L,R = 0 aus-
schließt und große Werte fu¨r κsbL,R verlangt, um die Abweichung vom SM zu erkla¨ren.
Im Fall, dass die flavoura¨ndernden Kopplungen schleifeninduziert sind, handelt es sich bei
Gl. (7.8) eigentlich um Zwei-Schleifen-Beitra¨ge, die in realistischen Szenarien normalerwei-
se von Ein-Schleifen-Beitra¨gen anderer Art, z.B. aus Boxdiagrammen, u¨berlagert werden.
Letztere sollten dann in der Lage sein, den gemessenen Wert von ∆s zu reproduzieren,
wa¨hrend fu¨r κsbL,R kleine Werte erlaubt sind.
7.3. Ergebnisse
Wir untersuchen nun Isospin verletzende Prozesse im Modell mit flavoura¨ndernden Z0–
Kopplungen und folgen dabei dem Schema der modellunabha¨ngigen Analyse in Kap. 3.4.
Wir betrachten drei repra¨sentative Fa¨lle: Nicht verschwindendes κsbL mit κ
sb
R = 0, den
umgekehrten Fall und das Szenario κsbL = κ
sb
R . Wie vorher berechnen wir einen Fit des Mo-
dells an B → πK–Daten und die Einschra¨nkungen aus den u¨brigen in Frage kommenden
hadronischen B–Zerfa¨llen und erhalten daraus Hinweise auf zu erwartende Versta¨rkungen
der reinen Isospin verletzenden Zerfa¨lle Bs → φρ, φπ.
Bei na¨herer Betrachtung von Gl. (6.2) finden wir mit cos2 θW ≫ sin2 θW , dass das reine
κsbL –Szenario bis auf das Vorzeichen der Kopplung sehr a¨hnlich zum q9–Szenario der mo-
dellunabha¨ngigen Analyse ist, gleiches gilt auch fu¨r κsbR und q
′
7. Dies wird besta¨tigt von
den Diagrammen in Abb. 7.1, die unsere Ergebnisse fu¨r die beiden ersten Fa¨lle zusammen-
fassen. Wir halten uns eng an die Konventionen der analogen Diagramme aus Kap. 3.4.3
und markieren den auf 1σ–Niveau bevorzugten Bereich des B → πK–Fits durch eine
dicke schwarze Linie (die gestrichelte schwarze Linie entspricht dem 3σ–Niveau) und die
aus Einscha¨nkungen der hadronischen Zerfa¨lle erlaubte Region in gru¨n. Wir verwenden
dabei Methode a) aus Kap. 3.4.3. Auf den Achsen tragen wir Real- und Imagina¨rteil von
κsbL bzw. κ
sb
R , normiert auf |κSM| aus Gl. (6.28), auf. Die kreisfo¨rmigen Konturen stellen
wie vorher die Versta¨rkungsfaktoren der Verzweigungsverha¨ltnisse von Bs → φρ, φπ dar,
wobei der SM-Unsicherheitsbereich rot gestreift ist.
Der wichtigste Unterschied im Vergleich zur modellunabha¨ngigen Analyse besteht in den
zusa¨tzlichen Einschra¨nkungen aus semileptonischen Zerfa¨llen bzw. ∆s. Die daraus jeweils
erlaubten Parameterbereiche liegen innerhalb der blauen bzw. orangenen gestrichelten
Linien. Wir stellen fest, dass unser Modell die Abweichung von ∆s vom SM nicht erkla¨ren
kann, wenn gleichzeitig die semileptonischen Einschra¨nkungen erfu¨llt werden mu¨ssen, dies
besta¨tigt Ref. [217]. Auch die Daten von B → πK, ρK, πK∗ stehen im Widerspruch zu
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Tabelle 7.1. Maximale Versta¨rkungsfaktoren fu¨r BR(B¯s → φρ0) und BR(B¯s → φπ0)
relativ zu den SM-Werten im Modell mit κsbL,R. Der obere Teil wurde mit Methode a) aus
Kap. 3.4 berechnet, im unteren Teil wurden zusa¨tzlich die 2σ–Einschra¨nkungen aus semi-
leptonischen B–Zerfa¨llen beru¨cksichtigt. Die QCDF-Eingabewerte wurden wie in Tab. 3.3
verwendet.
Szenario BR(B¯s→φπ
0)
BRSM(B¯s→φπ0)
BRL(B¯s→φρ
0)
BRSML (B¯s→φρ
0)
BR(B¯s→φρ0)
BRSM(B¯s→φρ0)
κsbL 6= 0 10.3 (19.0) 3.6 (7.0) 3.4 (6.3)
κsbR 6= 0 48.3 (84.6) 15.5 (28.2) 14.2 (24.8)
κsbL = κ
sb
R 1.0 (1.7) 1.0 (1.7) 1.2 (1.8)
Mit semileptonischen Einschra¨nkungen:
κsbL 6= 0 1.6 (3.0) 1.1 (2.2) 1.1 (2.0)
κsbR 6= 0 4.0 (6.5) 2.4 (3.9) 2.2 (3.5)
κsbL = κ
sb
R 1.0 (1.7) 1.0 (1.7) 1.1 (1.7)
∆s. Dies fu¨hrt uns zu der Einsicht, dass das vorliegende Modell entweder weitere neue
Teilchen beno¨tigt, um mit allen Daten kompatibel zu sein, oder dass die Kopplungen κsbL,R
schleifeninduziert sein mu¨ssen, wie bereits am Ende von Kap. 7.2 angedeutet. Wir lassen
deshalb den ∆s–Constraint in der folgenden Diskussion außen vor.
Die semileptonischen Einschra¨nkungen sind kompatibel mit dem 1σ–Bereich des Fits
und den Einschra¨nkungen aus hadronischen Zerfa¨llen. Sie limitieren |κsbL,R| wie in Abb. 7.1
dargestellt auf kleine Werte, so dass wir keine signifikanten Effekte in Bs → φρ, φπ erwar-
ten ko¨nnen. Die maximalen mo¨glichen Versta¨rkungsfaktoren der Verzweigungsverha¨ltnisse
fassen wir in Tab. 7.1 zusammen, die analog zu Tab. 3.3 aus dem Fit und den Ein-
schra¨nkungen berechnet wurde.
Im Fall κsbL = κ
sb
R lo¨schen sich nach dem Schema von Gl. (3.33) die Beitra¨ge zu C7 und C
′
9
bzw. zu C9 und C
′
7 gegenseitig aus. Hier ko¨nnen lediglich die unterdru¨ckten transversalen
Amplituden im φρ–Kanal versta¨rkt sein, was sich im Verzweigungsverha¨ltnis nur wenig
niederschla¨gt. In den anderen Fa¨llen ko¨nnen wir ho¨chstens einen Faktor ∼ 4 erreichen,
d.h. die mo¨gliche Versta¨rkung durch NP unterscheidet sich nicht wesentlich von der even-
tuellen Versta¨rkung durch hadronische Effekte innerhalb der theoretischen Unsicherheiten.
In Abb. 7.1 ist dies daran zu erkennen, dass der rot gestreifte Ring in allen Diagrammen
fast den gesamten erlaubten Parameterbereich ausfu¨llt.
Fassen wir zusammen: Die semileptonischen Einschra¨nkungen an das Modell mit fla-
voura¨ndernden Z0–Kopplungen erlauben eine Auflo¨sung der ∆ACP–Diskrepanz, wenn kei-
ne gleichzeitige Auflo¨sung der ∆s-Diskrepanz gefordert wird. Eine Messung von B¯s → φπ0
oder B¯s → φρ0 mit einem um eine Gro¨ßenordnung versta¨rkten Verzweigungsverha¨ltnis,
wie es nach der modellunabha¨ngigen Analyse mo¨glich ist, wu¨rde dieses Modell jedoch
ausschließen.
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Abb. 7.1. Versta¨rkungsfaktor fu¨r BR(B¯s → φρ0) und BR(B¯s → φπ0) relativ zu den SM-
Werten als Funktion von κsbL (oben) und κ
sb
R unten, wobei die jeweils andere Kopplung auf
Null gesetzt wird. Erla¨uterungen finden sich im Text auf Seite 130.
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Die letzte Realisierung Isospin verletzender NP, die wir in unserer Arbeit betrachten
wollen, ist ein Modell mit flavoura¨ndernden Kopplungen eines schweren Eichbosons Z ′.
Wie vorher analysieren wir Effekte in ∆ACP und anderen B → πK–Observablen und die
zu erwartenden Auswirkungen auf die Prozesse B¯s → φρ0 und B¯s → φπ0. Das Modell wird
eingeschra¨nkt durch Daten aus hadronischen B–Zerfa¨llen und aus der Bs− B¯s–Mischung.
Viele Erweiterungen des SM, wie z.B. GUT-Modelle oder Little-Higgs-Modelle, be-
sitzen eine im Vergleich zum SM erweiterte Eichsymmetrie an einer hohen Energieska-
la. Bei der Brechung dieser Symmetrie treten an der TeV-Skala ha¨ufig neben der SM-
Eichgruppe noch zusa¨tzliche U(1)–Gruppen auf, die wir hier mit U(1)′ bezeichnen. Deren
Eichbosonen sind elektrisch neutral und mu¨ssen schwerer als die des SM sein, sie heißen
u¨blicherweise Z ′–Bosonen. Einen guten U¨berblick u¨ber die Physik dieser Teilchen bietet
der U¨bersichtsartikel Ref. [218], zur Flavourphysik siehe auch Refn. [198, 219–221].
Wir betrachten hier ein Modell mit einer U(1)′–Gruppe und einem zugeho¨rigen Z ′–
Boson in Analogie zur Diskussion in Kap. 7. Flavoura¨ndernde Z ′–Kopplungen an Quarks
tragen genau wie die dort betrachteten flavoura¨ndernden Z0–Kopplungen zu den EW-
Pinguin-Operatoren bei und ko¨nnen somit zusa¨tzliche Isospin-Verletzung generieren. Die-
ses Modell ist eine weitere konkrete Realisierung der in der modellunabha¨ngigen Analyse
von Kap. 3.4 gefundenen Effekte in B → πK–Observaben und in Bs → φρ, φπ. Wir fu¨hren
deshalb im Folgenden fu¨r das Z ′–Modell die gleiche Untersuchung durch wie vorher fu¨r
das Z0–Modell.
8.1. Beitra¨ge zu den Wilson-Koeffizienten
Berechnen wir zuna¨chst die NP-Korrekturen zu Wilson-Koeffizienten unter Vernachla¨s-
sigung einer mo¨glichen Mischung zwischen Z ′ und Z0. Wir parametrisieren die Z ′–
Kopplungen an Down-Quarks durch [198, 221]
LeffZ′ = −
gU(1)′
2
√
2
∑
IJ
d¯I
[
ζIJL γ
µ(1− γ5) + ζIJR γµ(1 + γ5)
]
dJZ
′
µ. (8.1)
und analog fu¨r die Up-Quarks. Dabei bezeichnet gU(1)′ die Eichkopplung der U(1)
′–
Gruppe. Fu¨r unsere Zwecke sind die flavoura¨ndernden Kopplungen ζsbL,R und die flavour-
diagonalen ζuL,R ≡ ζuuL,R und ζdL,R ≡ ζddL,R relevant. SU(2)–Invarianz bedingt die Gleichheit
der linksha¨ndigen Kopplungen ζuL = ζ
d
L ≡ ζqL, wa¨hrend keine solche Relation fu¨r ζuR und
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ζdR besteht. Wir fu¨hren außerdem die Abku¨rzung [198]
ξ ≡
g2U(1)′
g2
m2W
m2Z′
(8.2)
ein, wobei mZ′ die Masse des Z
′–Bosons ist.
Damit finden wir aus Baumgraph-Diagrammen mit Z ′–Austausch die folgenden Beitra¨ge
zu den Wilson-Koeffizienten fu¨r b→ sq¯q–Prozesse:
C3 = − ζ
sb
L
λ
(s)
t
ζqL ξ , C
′
3 = −
1
3
ζsbR
λ
(s)
t
(
ζuR + 2ζ
d
R
)
ξ ,
C5 = − 1
3
ζsbL
λ
(s)
t
(
ζuR + 2ζ
d
R
)
ξ , C ′5 = −
ζsbR
λ
(s)
t
ζqL ξ ,
C7 = − 2
3
ζsbL
λ
(s)
t
(
ζuR − ζdR
)
ξ , C ′7 = 0 ,
C9 = 0 , C
′
9 = −
2
3
ζsbR
λ
(s)
t
(
ζuR − ζdR
)
ξ . (8.3)
Wir haben hier im Unterschied zum Z0–Modell neben den flavoura¨ndernden Kopplungen
weitere freie Parameter ξ, ζqL und ζ
u,d
R . Wir folgen dem Ansatz der Refn. [79, 219–221] und
vernachla¨ssigen Korrekturen zu den QCD-Pinguinen, was durch die Fixierung ζuR+2ζ
d
R =
ζqL = 0 erreicht wird. Dann kann die verbleibende Konstante ζ
u
R− ζdR in eine Umdefinition
von gU(1)′ absorbiert werden, außerdem absorbieren wir ξ durch ζ˜
sb
L,R ≡ ξζsbL,R. Damit
lauten die beiden nicht verschwindenden Wilson-Koeffizienten:
C7 = − 2
3
ζ˜sbL
λ
(s)
t
, C ′9 = −
2
3
ζ˜sbR
λ
(s)
t
. (8.4)
Im Allgemeinen sind Z ′–Kopplungen an Leptonen genauso freie Parameter wie die
Kopplungen an Quarks. Die Einschra¨nkungen aus semileptonischen B–Zerfa¨llen, die im
vorigen Kapitel entscheidend waren, sind hier also modellabha¨ngig und ko¨nnen in soge-
nannten
”
leptophobischen“ Z ′–Modellen ganz entfallen. In solchen Realisierungen sind
auch die Einschra¨nkungen an mZ′ weniger streng, da virtuelle Z
′–Bosonen nicht zu Drell-
Yan-Prozessen an Hadronkollidern beitragen.
Wir betrachten deshalb in diesem Kapitel ausschließlich Einschra¨nkungen an ζ˜sbL,R aus
hadronischen B–Zerfa¨llen und Bs− B¯s–Mischung, die jeweils durch Baumgraph-Diagram-
me mit Z ′–Austausch vermittelt werden. Fu¨r den effektiven ∆B = 2–Hamiltonoperator
aus Gl. (2.53) finden wir die Koeffizienten
CVLL1 =
4π2
√
2
GFM2W
(
ζ˜sbL
λ
(s)
t
)2
1
ξ
, CVRR1 =
4π2
√
2
GFM2W
(
ζ˜sbR
λ
(s)
t
)2
1
ξ
,
CLR1 =
8π2
√
2
GFM2W
(
ζ˜sbL
λ
(s)
t
) (
ζ˜sbR
λ
(s)
t
)
1
ξ
. (8.5)
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Abb. 8.1. Versta¨rkungsfaktor fu¨r BR(B¯s → φρ0) und BR(B¯s → φπ0) relativ zu den
SM-Werten als Funktion von ζ˜sbL mit ζ˜
sb
R = 0. Erla¨uterungen finden sich im Text auf Seite
136.
Im Gegensatz zu Gln. (8.3) und (8.4) tritt hier wieder eine explizite Abha¨ngigkeit von ξ
auf, d.h. die Einschra¨nkungen aus der Bs− B¯s–Mischung sind mit Vorsicht zu betrachten.
Sie werden sta¨rker fu¨r kleinere Werte von ξ, also fu¨r kleines gU(1)′ und großes mZ′ , was
zuna¨chst nicht sinnvoll erscheint. Die Erkla¨rung fu¨r dieses Verhalten liegt in der Umde-
finition ζ˜sbL,R = ξ ζ
sb
L,R. Fu¨r kleines ξ beno¨tigt man entsprechend große flavoura¨ndernde
Kopplungen ζsbL,R, um große Effekte in hadronischen B–Zerfa¨llen zu erhalten. Dies fu¨hrt
dann leicht zu unerlaubt großen Werten der Koeffizienten in Gl. (8.5), die quadratisch von
den flavoura¨ndernden Kopplungen abha¨ngen.
8.2. Ergebnisse
Wir untersuchen nun Isospin verletzende Prozesse im Z ′–Modell und folgen wiederum
dem Schema der modellunabha¨ngigen Analyse in Kap. 3.4. Wir betrachten auch hier drei
repra¨sentative Fa¨lle: Nicht verschwindendes ζ˜sbL mit ζ˜
sb
R = 0, den umgekehrten Fall und das
Szenario ζ˜sbL = ζ˜
sb
R . Wie vorher berechnen wir einen Fit des Modells an B → πK–Daten und
die Einschra¨nkungen aus den u¨brigen in Frage kommenden hadronischen B–Zerfa¨llen und
erhalten daraus Hinweise auf zu erwartende Versta¨rkungen der reinen Isospin verletzenden
Zerfa¨lle Bs → φρ, φπ.
Durch na¨here Betrachtung von Gl. (8.4) erkennen wir, dass die drei Szenarien bis auf
einen Normierungsfaktor exakt den Fa¨llen q7 6= 0, q′9 6= 0 und q7 = q′9 6= 0 in der modellu-
nabha¨ngigen Analyse entsprechen. Die 2σ–Ausschlussgrenzen und die Konfidenzintervalle
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8. Modell mit schweren Z ′–Eichbosonen
Abb. 8.2. Versta¨rkungsfaktor fu¨r BR(B¯s → φρ0) und BR(B¯s → φπ0) relativ zu den
SM-Werten als Funktion von ζ˜sbR mit ζ˜
sb
L = 0. Erla¨uterungen finden sich im Text auf Seite
136.
aus dem Fit ko¨nnen damit direkt u¨bertragen werden, wobei wieder die unterschiedlichen
Vorzeichen beachtet werden mu¨ssen.
In den Abbn. 8.1 und 8.2 pra¨sentieren wir unsere Ergebnisse fu¨r das ζ˜sbL – und das ζ˜
sb
R –
Szenario. Die gru¨n markierten Bereiche und der rot gestreifte Ring sind genauso definiert
wie in Kap. 7, zusa¨tzlich zeigen wir fu¨r verschiedene Werte von ξ die 2σ–Einschra¨nkungen
aus ∆s, die wir nach Kap. 7.1 berechnen. Der Fit an B → πK ist aus Gru¨nden der
U¨bersichtlichkeit nicht dargestellt, kann aber aus den entsprechenden Diagrammen fu¨r q7
und q′9 in Kap. 3.4.3 leicht u¨bertragen werden.
Offensichtlich u¨berschneiden sich im ζ˜sbR –Szenario die Bereiche, in denen der vom SM
abweichendende Messwert von ∆s reproduziert wird, nur wenig mit den erlaubten Be-
reichen aus den hadronischen Zerfa¨llen. Das gleiche gilt fu¨r den hier nicht abgebildeten
Fall ζ˜sbL = ζ˜
sb
R . Der Grund dafu¨r ist, dass die Daten von ∆ACP und ∆s auf jeweils unter-
schiedliche Weise NP mit einem großen Imagina¨rteil verlangen: Nach Gl. (3.10) ha¨ngt
∆ACP linear von Im(ζ˜
sb
L,R) ab und bevorzugt im Zusammenspiel mit den B → πK–
Verzweigungsverha¨ltnissen, die vom Realteil abha¨ngen, Werte nahe der imagina¨ren Achse.
Dagegen ha¨ngt ∆s quadratisch von ζ˜
sb
L,R ab und bevorzugt deshalb Werte nahe der Diago-
nalen Re(ζ˜sbL,R) = −Im(ζ˜sbL,R). Im ζ˜sbL –Fall sind die Einschra¨nkungen aus B → πK–Zerfa¨llen
wesentlich schwa¨cher, so dass ∆ACP und ∆s gleichzeitig mit den Messwerten in Einklang
gebracht werden ko¨nnen.
Weiterhin wird aus den Diagrammen deutlich, dass die Einschra¨nkungen aus ∆s so stark
sind, dass große Versta¨rkungseffekte in B¯s → φπ0, φρ0 fu¨r realistische Werte ξ . 1/25 aus-
geschlossen sind. Wir geben in Tab. 8.1 fu¨r ξ = 1/25, was z.B. durch gU(1)′ ≃ g und
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Tabelle 8.1. Maximale Versta¨rkungsfaktoren fu¨r BR(B¯s → φρ0) und BR(B¯s → φπ0)
relativ zu den SM-Werten im Z ′–Modell unter Beru¨cksichtigung der Einschra¨nkungen aus
hadronischen B–Zerfa¨llen und Bs − B¯s–Mischung. Die QCDF-Eingabewerte wurden wie
in Tab. 3.3 verwendet.
Szenario BR(B¯s→φπ
0)
BRSM(B¯s→φπ0)
BRL(B¯s→φρ
0)
BRSML (B¯s→φρ
0)
BR(B¯s→φρ0)
BRSM(B¯s→φρ0)
ζ˜sbL 6= 0 2.5 (4.9) 3.6 (5.6) 3.3 (4.9)
ξ = 125 ζ˜
sb
R 6= 0 3.6 (5.7) 3.7 (5.7) 3.4 (5.1)
ζ˜sbL = ζ˜
sb
R 1.0 (1.7) 1.0 (1.7 ) 1.1 (1.8)
ζ˜sbL 6= 0 1.9 (3.7) 2.6 (4.0) 2.4 (3.6)
ξ = 150 ζ˜
sb
R 6= 0 2.6 (4.1) 2.6 (4.1) 2.4 (3.7)
ζ˜sbL = ζ˜
sb
R 1.0 (1.7) 1.0 (1.7) 1.1 (1.8)
mZ′ ≃ 400GeV realisierbar ist, und fu¨r ξ = 1/50 die maximalen Versta¨rkungsfaktoren
an. Dabei beru¨cksichtigen wir alle 2σ–Einschra¨nkungen an die flavoura¨ndernden Kopp-
lungen aber ziehen den Fit an B → πK nicht in Betracht. Im Fall einer einzigen nicht
verschwindenden Kopplung sind Versta¨rkungsfaktoren im Bereich ∼ 5 mo¨glich, im Fall
ζsbL = ζ
sb
R lo¨schen sich die Effekte wie im Z
0–Modell gegenseitig aus. Fu¨r ξ = 1/100 sind
die Einschra¨nkungen aus der Bs − B¯s–Mischung bereits so stark, dass keine messbare
Versta¨rkung von BR(B¯s → φπ0, φρ0) mehr existiert. Eine Messung dieser Verzweigungs-
verha¨ltnisse kann demnach im Fall einer signifikanten Versta¨rkung relativ zum SM eine
untere Grenze an ξ setzen, die einer oberen Schranke an die Masse des Z ′ entspricht.
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9. Zusammenfassung und Abschluss
In dieser Dissertation haben wir seltene B–Zerfa¨lle und B − B¯–Oszillationen im SM und
mehreren Erweiterungen davon betrachtet. Unser Interesse galt dabei Vorhersagen fu¨r
seltene Zerfa¨lle, die sensitiv auf NP sind und in den na¨chsten Jahren an den Experimenten
LHCb, Belle-II und eventuell SuperB getestet werden ko¨nnen. Solche Vorhersagen sind
notwendig, um gemessene Abweichungen vom SM richtig interpretieren zu ko¨nnen und
NP-Modelle auf ihre U¨bereinstimmung mit den Messdaten zu u¨berpru¨fen.
Ein Schwerpunkt der Arbeit liegt auf dem MSSM bei Minimaler Flavourverletzung, in
dem große Abweichungen vom SM inB–Zerfa¨llen nicht durch die Squark-Flavourmischung,
aber durch chiral versta¨rkte Schleifenkorrekturen zustande kommen ko¨nnen. Wir haben
deshalb das Szenario mit tan β ≃ mt/mb ≃ 50 betrachtet, das theoretisch durch die Ver-
einheitlichung von yt und yb motiviert ist. Hier treten Korrekturen der Ordnung αs tan β
oder αW tan β auf, in denen die Schleifenunterdru¨ckung durch tan β kompensiert wird,
was zu interessanten pha¨nomenologischen Konsequenzen fu¨hrt.
Wir haben in diesem Modell Resummationsformeln hergeleitet, mit denen flavour-
diagonale und flavoura¨ndernde tan β–versta¨rkte Korrekturen zu allen Ordnungen der
Sto¨rungstheorie aufsummiert werden, so dass auch Korrekturen der Gro¨ßenordnung O(1)
kein Problem darstellen. Die Formeln fu¨r flavoura¨ndernde Korrekturen sind neu und stellen
eine Verallgemeinerung der im Entkopplungslimes MSUSY ≫ v,mH0,A0,H+ bereits bekann-
ten Resummation auf den Fall beliebiger SUSY-Massen dar. Die aktuellen experimentellen
Einschra¨nkungen an Higgsmassen bei großem tan β und Natu¨rlichkeitsargumente legen
nahe, dass die Annahme MSUSY ≃ mH0,A0,H+ gerechtfertig ist. Fu¨r die flavourdiagonalen
Korrekturen ∆b war bereits vorher eine Resummationsformel fu¨r beliebige SUSY-Massen
bekannt, wir haben aber in unserer Diskussion herausgestellt, dass diese nur fu¨r eine
bestimmte Wahl des Renormierungsschemas gu¨ltig ist, na¨mlich wenn die physikalischen
Squarkmassen als Eingabeparameter gewa¨hlt werden. Darauf aufbauend haben wir alter-
native Formeln hergeleitet, um die Resummation auch in anderen Schemata durchfu¨hren
zu ko¨nnen, in denen die SUSY-Brechungsparameter oder der Squark-Mischungswinkel
festgelegt werden. Letztere Wahl ist geeignet, um eine Verbindung zur Kolliderphysik her-
zustellen. Daru¨berhinaus beru¨cksichtigen wir in der Berechnung von ∆b zum ersten Mal
alle CP-Phasen der SUSY-Parameter.
Mit unseren Resummationsformeln lassen sich effektive Feynmanregeln fu¨r das MSSM
herleiten, in denen bereits alle tanβ–versta¨rkten Effekte – mit Ausnahme der reinen Ein-
Schleifen-Effekte in bestimmten Kopplungen der Higgs-Bosonen H+ und h0 – automa-
tisch enthalten sind. Diese Regeln sind insbesondere fu¨r die Implementierung von automa-
tisierten Rechnungen geeignet. Sie verallgemeinern Kopplungen von Higgs-Teilchen, die
bereits im Entkopplungslimes bekannt waren, und umfassen interessanterweise auch fla-
voura¨ndernde Kopplungen der neutralen Gauginos, die bisher in der Literatur noch nicht
betrachtet wurden.
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Wir haben die effektiven Feynmanregeln in kompakter Form zusammengestellt und an-
schließend mit ihrer Hilfe Vorhersagen fu¨r B–Zerfa¨lle und B− B¯–Oszillationen berechnet.
Dabei konnten wir bekannte Formeln fu¨r den Zerfall B¯s → µ+µ− und fu¨r die Bs − B¯s–
Oszillation, die beide wichtige Prozesse fu¨r die NP-Suche am LHC sind, verbessern. Au-
ßerdem haben wir neue Gluino-Beitra¨ge zu mischungsinduzierten CP–Asymmetrien in
hadronischen B–Zerfa¨llen hergeleitet, die die MSSM-Vorhersage signifikant beeinflussen.
Je nach Wahl der Parameter weichen unsere Vorhersagen stark von den SM-Werten ab. Die
mischungsinduzierten CP–Asymmetrien werden in den na¨chsten Jahren zum ersten Mal
mit guter Genauigkeit gemessen werden ko¨nnen und werden dann starke Einschra¨nkungen
an das Szenario mit großem tanβ liefern oder Abweichungen vom SM aufweisen, die in
diesem Szenario erkla¨rt werden ko¨nnen.
Der zweite Schwerpunkt der vorliegenden Arbeit ist die Verletzung der starken Isospin-
Symmetrie durch NP-Beitra¨ge zu B–Zerfa¨llen. Die aktuellen Messdaten der B → πK–
Zerfa¨lle weisen eine Abweichung vom SM in der Gro¨ße ∆ACP auf, die durch Isospin verlet-
zende NP erkla¨rt werden kann. Alternativ dazu ko¨nnten allerdings auch eine Versta¨rkung
von nicht-perturbativen QCD-Effekten oder einfach eine statistische Fluktuation die Ur-
sache des Messergebnisses sein. Um diese Frage zu kla¨ren, ist es notwendig, mo¨glichst viele
unabha¨ngige Messungen der Isospin-Verletzung durchzufu¨hren, wozu man geeignete Pro-
zesse finden muss. Wir schlagen dazu die reinen Isospin verletzenden Zerfa¨lle B¯s → φρ0 und
B¯s → φπ0 vor, die an den neuen Flavourexperimenten erstmals gemessen werden ko¨nnen.
Sie werden dominiert von der EW-Pinguin-Amplitude, die im SM einem Ein-Schleifen-
Diagramm entspricht und in verschiedenen NP-Modellen große Korrekturen erha¨lt.
Die vorliegende Arbeit liefert die erste detaillierte Analyse der Pha¨nomenologie dieser
beiden Zerfa¨lle, dabei haben wir konsequent den Formalismus der QCD-Faktorisierung
zur Berechnung der hadronischen Matrixelemente verwendet. Wir haben zuna¨chst das
SM betrachtet und Vorhersagen fu¨r die Verzweigungsverha¨ltnisse und weitere Observa-
blen mit den aktuellen Werten der QCDF-Eingabeparameter berechnet. Weiterhin haben
wir die numerische Wichtigkeit der Pinguin-, Baumgraph- und Annihilationsbeitra¨ge zu
den Amplituden diskutiert und die wichtigen Quellen theoretischer Unsicherheiten iden-
tifiziert. Dies erlaubt uns, Formeln fu¨r die einzelnen Beitra¨ge anzugeben, mit denen sich
physikalische Gro¨ßen ohne Implementierung des QCDF-Formalismus einfach und in guter
Na¨herung berechnen lassen, wobei auch die Unsicherheiten gut reproduziert werden.
Anschließend haben wir eine modellunabha¨ngige Analyse von NP in EW-Pinguinen
durchgefu¨hrt und dabei deren Beitra¨ge sowohl zu B¯s → φρ0, φπ0 als auch zu B → πK
und verwandten Zerfallskana¨len untersucht. Die QCDF erlaubt eine Korrelation aller die-
ser Beitra¨ge miteinander, so dass wir wertvolle Erkenntisse aus den verfu¨gbaren Messdaten
auf die noch nicht gemessenen Kana¨le B¯s → φρ0, φπ0 u¨bertragen ko¨nnen. Wir haben NP
durch Korrekturen zu den Wilson-Koeffizienten C
(′)
7 und C
(′)
9 des effektiven ∆B = 1–
Hamiltonoperators parametrisiert und an B → πK–Daten gefittet, wobei wir zusa¨tzlich
Einschra¨nkungen aus anderen hadronischen Zerfa¨llen auf 2σ–Niveau beru¨cksichtigt haben.
Aus den Ergebnissen dieser Rechnung haben wir dann Vorhersagen fu¨r B¯s → φρ0, φπ0 fu¨r
verschiedene Kombinationen der neuen Wilson-Koeffizienten abgeleitet. Wir haben da-
bei festgestellt, dass in fast allen Szenarien die Diskrepanz in ∆ACP durch Korrekturen
zu den EW-Pinguinen in der Gro¨ßenordung der SM-Beitra¨ge erkla¨rt werden kann und
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dass solche Korrekturen auch mit den u¨brigen experimentellen Daten vertra¨glich sind.
Daraus folgt, dass die Verzweigungsverha¨ltnisse der reinen Isospin verletzenden Zerfa¨lle
um bis zu eine Gro¨ßenordnung relativ zur SM-Vorhersage, die im Bereich von 10−7 liegt,
versta¨rkt sein ko¨nnen. Wir betrachten dies als eine starke Motivation fu¨r die Messung
dieser Gro¨ßen am LHC und an Super-B-Fabriken. Ein Nebenprodukt unserer Untersu-
chung ist eine detaillierte Analyse der B → πK–Amplituden und ihrer Sensitivita¨t auf
NP in EW-Pinguinen, in der wir zum ersten Mal die Wichtigkeit der farbunterdru¨ckten
Pinguine und der Annihilationsamplituden herausgestellt haben, die in der Literatur meist
vernachla¨ssigt wurden.
Die modellunabha¨ngige Analyse wurde erga¨nzt durch Untersuchungen von konkreten
Erweiterungen des SM, die wichtige Korrekturen zu den EW-Pinguinen liefern ko¨nnen.
Wir haben dazu einerseits ein Modell mit flavoura¨ndernden Kopplungen des Z0–Bosons
betrachtet und andererseits ein Modell mit einem schweren Z ′–Boson, das ebenfalls fla-
voura¨ndernd koppeln kann. Wir haben festgestellt, das beide Modelle die Diskrepanz
in ∆ACP auflo¨sen ko¨nnen, aber starken experimentellen Einschra¨nkungen aus semilep-
tonischen B–Zerfa¨llen und Bs − B¯s–Oszillationen unterliegen. Das Z0–Modell ist mit
den Daten der semileptonischen Zerfa¨lle kompatibel, wenn wir die flavoura¨ndernden
Kopplungen als schleifeninduziert betrachten und somit keine tree-level-Beitra¨ge zur
Bs−B¯s–Mischungsamplitude erhalten. In diesem Fall werden allerdings die Verzweigungs-
verha¨ltnisse von B¯s → φρ0, φπ0 nicht u¨ber ein mit den hadronischen Unsicherheiten im SM
vertra¨gliches Maß hinaus versta¨rkt. Eine gemessene deutliche Abweichung dieser Gro¨ßen
vom SM ko¨nnte somit das Modell ausschließen. Im Z ′–Modell sind vor allem die Ein-
schra¨nkungen aus Bs − B¯s–Oszillationen wichtig, sie ergeben fu¨r realistische Werte von
mZ′ maximale Versta¨rkungsfaktoren BR(B¯s → φρ0, φπ0)/BRSM ≃ 5, was im Experi-
ment sichtbar wa¨re. Große gemessene Versta¨rkungsfaktoren ko¨nnen außerdem eine obere
Schranke an mZ′ setzen.
Die Verbindung zwischen den beiden genannten Schwerpunkten dieser Arbeit stellt eine
Studie im allgemeinen MSSM her, in dem die Flavourstruktur der SUSY-Brechungsterme
nicht durch Symmetrieforderungen eingeschra¨nkt wird. In diesem Modell sind FCNC-
Prozesse nicht mehr mit den im SM oder in MFV obligatorischen CKM-Faktoren unter-
dru¨ckt, ihre Observablen weichen daher a priori dramatisch von dem SM-Werten ab. Zwar
ist diese Erweiterung des SM theoretisch gut motiviert, sie steht jedoch in starkem Konflikt
mit experimentellen Beobachtungen von Flavourobservablen. Es gilt daher, die Flavour-
struktur des Modells durch Vergleich mit den Daten einzuschra¨nken und herauszufinden,
wo noch Potential fu¨r in zuku¨nftigen Messungen sichtbare Signaturen besteht. Da die Li-
teratur zu diesem Modell bereits eine große Zahl solcher Analysen umfasst, haben wir uns
hauptsa¨chlich auf den EW-Pinguin-Sektor der hadronischen B–Zerfa¨lle konzentriert, der
in vorherigen Arbeiten meist vernachla¨ssigt wurde.
Wir haben zuna¨chst alle SUSY-Korrekturen zu QCD-Pinguinen und EW-Pinguinen be-
rechnet, die durch virtuelle Gluinos und Charginos vermittelt werden. Unseres Wissens
ist eine solche komplette Rechnung in der Literatur bisher nie ohne Verwendung der Mas-
seneinsetzungsna¨herung durchgefu¨hrt worden. Diese Ergebnisse haben wir anschließend
benutzt, um numerische Analysen von SUSY-Beitra¨gen zu B → πK und B¯s → φρ0, φπ0
durchzufu¨hren und nach signifikanten Abweichungen von den SM-Vorhersagen zu suchen.
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Dabei haben wir festgestellt, dass die maximalen mo¨glichen SUSY-Effekte bereits unter
Beru¨cksichtigung weniger experimenteller Einschra¨nkungen an das Modell zu klein sind,
um die ∆ACP–Diskrepanz zu erkla¨ren, was im Widerspruch zu einigen Aussagen in der
Literatur steht. Diese Widerspru¨che beruhen auf der Verwendung fehlerhafter Ausdru¨cke
fu¨r Wilson-Koeffizienten und inkonsequenter Anwendung der QCDF in der Literatur. Des-
weiteren finden wir keine messbaren Versta¨rkungseffekte in den Verzweigungsverha¨ltnissen
der B¯s–Zerfa¨lle.
Zusammenfassend la¨sst sich sagen, dass die Ergebnisse dieser Arbeit den Kenntnisstand
u¨ber die Physik der B–Mesonen jenseits des SM erweitern und eine Vorleistung fu¨r die Su-
che nach Neuer Physik am LHC und ku¨nftigen Beschleunigern darstellen. Welche der hier
behandelten Modelle tatsa¨chlich die Realita¨t beschreiben ko¨nnen, muss das Experiment
entscheiden. Die kommenden Jahre werden uns daru¨ber Aufschluss geben.
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A. Notationen und Konventionen
A.1. Squark-Mischung in MFV
Im naiven MFV-Szenario aus Kap. 5 ersetzen wir die beiden 6 × 6–Massenmatrizen der
Squarks durch insgesamt sechs 2×2–Matrizen fu¨r die einzelnen Flavours, die dann jeweils
nur noch die Mischung zwischen links- und rechtsha¨ndigen Squarks eines Flavours bein-
halten. Wir vernachla¨ssigen diese Mischung fu¨r die ersten beiden Generationen aufgrund
ihrer sehr kleinen Yukawa-Kopplungen und schreiben fu¨r q = t, b in der Basis (q˜L, q˜R)
M2q˜ =
(
m2q˜L Xq˜
X∗q˜ m
2
q˜R
)
. (A.1)
Aufgrund der Hermitezita¨t der Massenmatrizen sind ihre Diagonalelemente reell, sie setzen
sich wie folgt aus SUSY-invarianten und SUSY-brechenden Termen der Lagrangedichte
zusammen:
m2q˜L = (m
2
Q˜
)33 +m2q + (T
3
q −Qq sin2 θW )m2Z cos 2β , (A.2)
m2
t˜R
= (m2u˜)
33 +m2t +
2
3 sin
2 θW m
2
Z cos 2β , (A.3)
m2
b˜R
= (m2
d˜
)33 +m2b − 13 sin2 θW m2Z cos 2β. (A.4)
Im Grenzfall von großem tan β ko¨nnen wir Terme proportional zu vd in den Außerdiago-
nalelementen vernachla¨ssigen und erhalten
Xt˜ = mtA
∗
t , (A.5)
Xb˜ = −y(0)∗b vuµ. (A.6)
Die Masseneigenzusta¨nde q˜1,2 gehen aus den Wechselwirkungseigenzusta¨nden durch die
Transformation
(q˜1, q˜2)
T = Rq (q˜L, q˜R)
T (A.7)
hervor, dabei ist Rq eine unita¨re Matrix, die M2q˜ diagonalisiert:
RqM2q˜Rq† = diag(m2q˜1,m2q˜2), (A.8)
m2q˜1,2 =
1
2
(
m2q˜L +m
2
q˜R
±
√
(m2q˜L −m2q˜R)2 + 4|Xq|2
)
. (A.9)
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Die Mischungsmatrix Rq entha¨lt nur eine einzige physikalische Phase und kann parame-
trisiert werden durch
Rq =
(
cos θ˜q sin θ˜qe
iφ˜q
− sin θ˜qe−iφ˜q cos θ˜q
)
, (A.10)
d.h. durch zwei reelle Parameter: Den Mischungswinkel θ˜q und die Phase φ˜q. In prakti-
schen Anwendungen, wo u¨blicherweise Elemente der Mischungsmatrizen in Feynmanregeln
auftreten, hat man die Wahl, entweder θ˜q und φ˜q als Eingabeparameter zu betrachten oder
sie durch die Beziehung
eiφ˜q sin 2θ˜q =
2Xq˜
m2q˜1 −m2q˜2
, (A.11)
zu ersetzen, die aus Gl. (A.8) abgeleitet werden kann. Um separate Formeln fu¨r θ˜q und
φ˜q anzugeben, muss man zuna¨chst den Wertebereich der beiden Parameter festlegen, um
keine Punkte mehrfach abzudecken. Mit θ˜q ∈ [0, π/4] und φ˜q ∈ [0, 2π) kommen wir z.B. zu
sin 2θ˜q =
∣∣∣∣∣ 2Xq˜m2q˜1 −m2q˜2
∣∣∣∣∣ , φ˜q = arg
(
2Xq˜
m2q˜1 −m2q˜2
)
. (A.12)
Dieser Wertebereich fu¨r den Mischungswinkel impliziert, dass q˜1 (q˜2) der vorwiegend
linksha¨ndige (rechtsha¨ndige) Eigenzustand ist, ohne dass die Eigenwerte nach ihrer Gro¨ße
sortiert werden.
Es muss betont werden, dass wir in der Sbottom-Massenmatrix das Außerdiagonal-
element Xb˜ absichtlich in Abha¨ngigkeit von der unrenormierten Yukawa-Kopplung y
(0)
b
und nicht in Abha¨ngigkeit von mb definiert haben. Diese Parametrisierung gilt in jedem
Renormierungsschema. Um einen Zahlenwert fu¨r y
(0)
b aus der gemessenen Bottom-Masse
unter Beru¨cksichtigung von tan β–versta¨rkten Korrekturen zu erhalten, muss eines der in
Kap. 5.3.2 eingefu¨hrten Schemata verwendet werden. Die entsprechenden Korrekturen zu
m2b in den Diagonalelementen der Sbottom-Massenmatrix sind vernachla¨ssigbar, da m
2
b
insgesamt gegenu¨ber den SUSY-brechenden Massenterme vernachla¨ssigt werden kann.
A.2. Chargino-Mischung
In der SLHA-Konvention lautet die Massenmatrix der Charginos
Meχ± =
(
M2
√
2MW sin β√
2MW cos β µ
)
. (A.13)
Wir definieren die biunita¨re Transformation, die Meχ± diagonalisiert, als
U∗Meχ±V† = diag(meχ±1 ,meχ±2 ). (A.14)
Die Matrizen U und V ko¨nnen durch Diagonalisierung der Matrizen M†
eχ±
Meχ± und
Meχ±M†eχ± bestimmt werden. In Feynman-Amplituden mit chiralita¨tsa¨ndernden Propaga-
toren, die wir zur Berechnung von tanβ–versta¨rkten Selbstenergien in Kap. 5 beno¨tigen,
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treten nur bestimmte Kombinationen von Matrixelementen der Mischungsmatrizen auf,
die durch
U11V11 =
m
eχ±1
M2 −meχ±2 µ
∗ eiψ
m2
eχ±1
−m2
eχ±2
, U11V12 =
√
2MW
m
eχ±1
sin β +m
eχ±2
cos β eiψ
m2
eχ±1
−m2
eχ±2
, (A.15)
U12V12 =
m
eχ±1
µ−m
eχ±2
M∗2 e
iψ
m2
eχ±1
−m2
eχ±2
, U12V11 =
√
2MW
m
eχ±1
cos β +m
eχ±2
sin β eiψ
m2
eχ±1
−m2
eχ±2
, (A.16)
U21V21 =
m
eχ±1
µ∗ eiψ −m
eχ±2
M2
m2
eχ±1
−m2
eχ±2
, U21V22 = −
√
2MW
m
eχ±1
cos β eiψ +m
eχ±2
sin β
m2
eχ±1
−m2
eχ±2
, (A.17)
U22V22 =
m
eχ±1
M∗2 e
iψ −m
eχ±2
µ
m2
eχ±1
−m2
eχ±2
, U22V21 = −
√
2MW
m
eχ±1
sin β eiψ +m
eχ±2
cos β
m2
eχ±1
−m2
eχ±2
(A.18)
mit dem Phasenfaktor
eiψ = (M2µ−M2W sin 2β)/(meχ±1 meχ±2 ). (A.19)
ausgedru¨ckt werden ko¨nnen. Bei großem tanβ ko¨nnen Terme proportional zu cos β ver-
nachla¨ssigt werden und die obigen Ausdru¨cke vereinfachen sich zu
U11V11 = M2
m
eχ±1
·
m2
eχ±1
− |µ|2
m2
eχ±1
−m2
eχ±2
, U11V12 =
√
2MWmeχ±1
sin β
m2
eχ±1
−m2
eχ±2
, (A.20)
U12V12 = µ
m
eχ±1
· m
2
eχ1
− |M2|2
m2
eχ±1
−m2
eχ±2
, U12V11 = M2
m
eχ±1
·
√
2MWµ sin β
m2
eχ±1
−m2
eχ±2
, (A.21)
U21V21 = M2
m
eχ±2
·
|µ|2 −m2
eχ±2
m2
eχ±1
−m2
eχ±2
, U21V22 = −
√
2MWmeχ±2
sinβ
m2
eχ±1
−m2
eχ±2
, (A.22)
U22V22 = µ
m
eχ±2
·
|M2|2 −m2
eχ±2
m2
eχ±1
−m2
eχ±2
, U22V21 = − µ
m
eχ±2
·
√
2MWM2 sin β
m2
eχ±1
−m2
eχ±2
. (A.23)
A.3. Schleifenfunktionen
In diesem Anhang fassen wir unsere Konventionen fu¨r Schleifenintegrale und die dabei
auftretenden Funktionen zusammen. In der Berechnung von Schleifendiagrammen mit
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schweren internen Teilchen benutzen wir die skalaren Integrale
B0(m1,m2) =
(2πµ)4−d
iπ2
∫
ddq
(q2 −m21)(q2 −m22)
, (A.24)
C0(m1,m2,m3) =
(2πµ)4−d
iπ2
∫
ddq
(q2 −m21)(q2 −m22)(q2 −m23)
, (A.25)
D0(m1,m2,m3,m4) =
(2πµ)4−d
iπ2
∫
ddq
(q2 −m21)(q2 −m22)(q2 −m23)(q2 −m24)
, (A.26)
wobei µ die Renormierungsskala aus der dimensionalen Regularisierung ist. Dies entspricht
der bekannten Passarino-Veltman-Notation [222] im Grenzfall vernachla¨ssigbarer a¨ußerer
Impulse. Analog dazu benutzen wir auch die Integrale
C2(m1,m2,m3) =
(2πµ)4−d
iπ2
∫
q2 ddq
(q2 −m21)(q2 −m22)(q2 −m23)
, (A.27)
D2(m1,m2,m3,m4) =
(2πµ)4−d
iπ2
∫
q2 ddq
(q2 −m21)(q2 −m22)(q2 −m23)(q2 −m24)
. (A.28)
Die expliziten Ausdru¨cke fu¨r diese Funktionen lauten
B0(m1,m2) =
2
4−d − γE + ln 4π + 1− ln
m21
µ2
+
m22
m22−m
2
1
ln
m21
m22
, (A.29)
C0(m1,m2,m3) =
m22
(m21−m
2
2)(m
2
3−m
2
2)
ln
m21
m22
+
m23
(m21−m
2
3)(m
2
2−m
2
3)
ln
m21
m23
, (A.30)
D0(m1,m2,m3,m4) =
m22
(m22−m
2
1)(m
2
2−m
2
3)(m
2
2−m
2
4)
ln
m21
m22
+
m23
(m23−m
2
1)(m
2
3−m
2
2)(m
2
3−m
2
4)
ln
m21
m23
+
m24
(m24−m
2
1)(m
2
4−m
2
2)(m
2
4−m
2
3)
ln
m21
m24
, (A.31)
D2(m1,m2,m3,m4) =
m42
(m22−m
2
1)(m
2
2−m
2
3)(m
2
2−m
2
4)
ln
m21
m22
+
m43
(m23−m
2
1)(m
2
3−m
2
2)(m
2
3−m
2
4)
ln
m21
m23
+
m44
(m24−m
2
1)(m
2
4−m
2
2)(m
2
4−m
2
3)
ln
m21
m24
. (A.32)
Die Divergenz in B0 fa¨llt in unseren Rechnungen immer durch die Unitarita¨t der CKM-
Matrix oder anderer Mischungsmatrizen nach Summation u¨ber verschiedene interne Teil-
chen heraus.
In den Ausdru¨cken fu¨r die Wilson-Koeffizienten C7γ,8g in Kap. 5.6.1 verwenden wir die
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Schleifenfunktionen
f1(x) =
5− 7x
6(x− 1)2 +
x(3x− 2)
3(x − 1)3 lnx, (A.33)
f2(x) =
x+ 1
2(x− 1)2 −
x
(x− 1)3 lnx, (A.34)
f3(x) =
1
2(x− 1) −
x
2(x− 1)2 lnx. (A.35)
In Kap. 6.1 geben wir die Wilson-Koeffizienten des effektiven ∆B = 1–Hamiltonopera-
tors im MSSM mit generischer Flavourverletzung an. Dazu verwenden wir Schleifenfunk-
tionen aus den Refn. [197, 200], wir beno¨tigen
h
(0)
1 (x) =
3x2 − 2x
3(x− 1)4 lnx+
−8x2 − 5x+ 7
18(x− 1)3 , (A.36)
h
(0)
2 (x) =
−6x2 + 4x
3(x− 1)3 lnx+
7x− 5
3(x− 1)2 , (A.37)
h
(0)
3 (x) =
−6x3 + 9x2 − 2
9(x− 1)4 lnx+
52x2 − 101x + 43
54(x− 1)3 , (A.38)
h
(0)
4 (x) =
−1
3(x− 1)4 lnx+
2x2 − 7x+ 11
18(x− 1)3 , (A.39)
h
(0)
5 (x) =
−x
(x− 1)4 lnx+
−x2 + 5x+ 2
6(x− 1)3 , (A.40)
h
(0)
6 (x) =
2x
(x− 1)3 lnx+
−x− 1
(x− 1)2 (A.41)
fu¨r die Chargino-Beitra¨ge und
F1(x) =
x3 − 6x2 + 3x+ 2 + 6x ln x
12(x − 1)4 , (A.42)
F2(x) =
2x3 + 3x2 − 6x+ 1− 6x2 lnx
12(x− 1)4 , (A.43)
F3(x) =
x2 − 4x+ 3 + 2 ln x
2(x− 1)3 , (A.44)
F4(x) =
x2 − 1− 2x lnx
2(x− 1)3 , (A.45)
F6(x) =
−11x3 + 18x2 − 9x+ 2 + 6x3 lnx
36(x− 1)4 (A.46)
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fu¨r die Gluino-Beitra¨ge. Zusa¨tzlich definieren wir
F10(x) =
3− 3x+ (2 + x) ln(x)
12(x − 1)2 . (A.47)
Im SM verwenden wir in den elektroschwachen Pinguinen außerdem noch die Inami-Lim-
Funktionen [39]
Bbox0 (x) =
1
4
(
x
1− x +
x
(x− 1)2 lnx
)
, (A.48)
CZ0 (x) =
x
8
(
x− 6
x− 1 +
3x+ 2
(x− 1)2 lnx
)
. (A.49)
A.4. Hilfreiche Formeln und Abku¨rzungen
Fu¨r die Berechnung physikalischer Gro¨ßen aus Zerfallsamplituden von B–Mesonen in einen
Endzustand f , der nur aus Teilchen mit Massen m2 ≪ m2B besteht, verwenden wir die
hier angegeben Formeln. Wir beginnen mit der Amplitude A(B¯ → f) und berechnen die
Zerfallsrate durch
Γ(B¯ → f) = S
16πmB
|A(B¯ → f)|2, (A.50)
mit einem Symmetriefaktor S. Die QCDF-Formeln fu¨r B → M1M2 implizieren S = 1/2
im Fall von zwei identischen Mesonen M1 und M2, ansonsten gilt S = 1. Das Ampli-
tudenquadrat versteht sich mit einer impliziten Summe u¨ber Helizita¨ten bzw. Spins und
Polarisationen des Endzustands. Fu¨r Zerfa¨lle in zwei Vektormesonen V1 und V2 mu¨ssen
deshalb drei verschiedene Zerfallsamplituden berechnet werden, entsprechend den drei
mo¨glichen Helizita¨tszusta¨nden des Endzustands, dann wird Gl. (A.50) zu
Γ(B¯ → V1V2) = S
16πmB
∑
h=0,−,+
|Ah(B¯ → V1V2)|2 . (A.51)
Aus den Zerfallsraten ko¨nnen wir weitere Gro¨ßen berechnen, so ergeben sich Verzwei-
gungsverha¨ltnisse einfach aus Multiplikation von Γ(B¯ → f) mit den in Tab. B.1 angegebe-
nen gemessenen Lebensdauern τB. In der QCDF geben wir CP–gemittelte Verzweigungs-
verha¨ltnisse an, die durch
BR(B¯ → f) = τB
2
(
Γ(B¯ → f) + Γ(B → f¯)) (A.52)
mit dem CP–konjugierten Endzustand f¯ definiert sind. Die Zerfallsrate Γ(B → f¯) errech-
net sich wie oben angegeben aus der Amplitude A(B → f¯), die sich von A(B¯ → f) nur
durch Vorzeichenwechsel aller schwachen Phasen unterscheidet. Direkte CP–Asymmetrien
erhalten wir aus
ACP =
Γ(B¯ → f)− Γ(B → f¯)
Γ(B¯ → f) + Γ(B → f¯) . (A.53)
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Fu¨r Zerfa¨lle in zwei Vektormesonen definieren wir außerdem einen longitudinalen Polari-
sationsanteil
fL(B¯ → V1V2) = |A
0(B¯ → V1V2)|2∑
h=0,−,+ |Ah(B¯ → V1V2)|2
. (A.54)
Abschließend geben wir noch einige in dieser Arbeit verwendeten Konventionen an. In
effektiven Operatoren fu¨r ∆B = 1– und ∆B = 2–Prozesse benutzen wir
PR,L =
1± γ5
2
, (A.55)
σµν =
i
2
[γµ, γν ] . (A.56)
In Kap. 4 beno¨tigen wir den Ladungskonjugationsoperator C fu¨r Spinoren, der gegeben
ist durch
C ψ(x)C = −i γ2 ψ∗(x) (A.57)
und die Abku¨rzungen
Σµν =
i
4
[γµ, γν ] , (A.58)
σ¯µ = (1,−σ1,−σ2,−σ3)T (A.59)
mit den Pauli-Matrizen σi. Unsere Normierung der Hyperladung entspricht in der gesam-
ten Arbeit der Gell-Mann-Nishijima-Formel
Q = IW3 +
Y
2
. (A.60)
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Faktorisierung
Das Hauptproblem bei der Berechnung von hadronischen B–Zerfa¨llen besteht in der
Beru¨cksichtigung der starken Wechselwirkung. Zwar wissen wir, dass letztendlich die
schwache Wechselwirkung fu¨r Flavouru¨berga¨nge und damit fu¨r Zerfa¨lle von B–Mesonen in
Teilchen mit Beauty-Quantenzahl B = 0 verantwortlich ist, jedoch ko¨nnen wir die starke
Wechselwirkung nicht außer Acht lassen, insbesondere dann nicht, wenn wir es mit einem
rein hadronischen Endzustand zu tun haben.
In der u¨blichen sto¨rungstheoretischen Berechnung dieser Zerfa¨lle ko¨nnen wir zwar
”
har-
te“ Gluonen, d.h. solche mit Impuls von der Gro¨ßenordnung der Bottom-Masse, als Bei-
tra¨ge von ho¨herer Ordnung in αs beru¨cksichtigen, dagegen sind ”
weiche“ Gluonen ein
hartna¨ckiges Problem. Diese haben Impulse im Bereich O(0.1GeV) und geho¨ren damit
zur niederenergetischen QCD, in der die Kopplungskonstante nicht mehr perturbativ ist.
Schon fru¨h wurde festgestellt, dass die Annahme, dass keine weichen Gluonen zwi-
schen den Hadronen im Endzustand ausgetauscht werden, das Problem stark vereinfacht
[223–226]. Im Kontext der Zweiko¨rper-Zerfa¨lle wurde diese Hypothese als Faktorisierung
bezeichnet, da sich dann die Zerfallsamplitude als Produkt zweier Terme schreiben la¨sst,
die dem schwachen U¨bergang des B–Mesons in ein leichteres Teilchen und der Erzeugung
eines weiteren Teilchens ohne Zutun der starken Wechselwirkung entsprechen.
In diesem Kapitel wird ein Einblick in das Prinzip und die konkrete Anwendung der
Faktorisierung in der vorliegenden Arbeit gegeben.
B.1. Grundprinzip der Faktorisierung
Zur Illustration der Faktorisierungs-Hypothese dient folgendes Beispiel. Wir betrachten
den Zerfall B− → K−π0 auf tree-level1. In diesem Fall tra¨gt in der effektiven Theorie
unterhalb des elektroschwachen Skala nur ein einziger Dimension-6-Operator bei, der durch
Austausch eines W-Bosons erzeugt wird, na¨mlich
Ou = [s¯αγµ(1− γ5)uα] [u¯βγµ(1− γ5)bβ] =
[
s¯αγµ(1− γ5)bβ
]
[u¯βγµ(1− γ5)uα], (B.1)
wobei das zweite Gleichheitszeichen einer Fierztransformation entspricht. Damit ergibt
sich der effektive Hamiltonoperator zu
Heff = GF√
2
VubV
∗
usCuOu. (B.2)
1Dies ist keine gute Na¨herung, da dieser Zerfall von QCD-Pinguinen dominiert wird.
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Abb. B.1. Graphische Darstellung der Faktorisierung nach Gl. (B.4).
B− pi0
K−
u¯
s
Ou
ub
u¯
B− K−
pi0
u¯
u
Ou
sb
u¯
Berechnet man jetzt die Zerfallsamplitude
AB−→K−π0 = 〈K−π0|Heff|B−〉, (B.3)
so besagt die Faktorisierungs-Hypothese, dass man das beno¨tigte Operator-Matrixelement
durch Produkte von Strom-Matrixelementen ausdru¨cken kann, wobei man u¨ber alle durch
Flavourquantenzahlen erlaubten Produkte (siehe obige Fierztransformation) summieren
muss. Man erha¨lt so
〈K−π0|Ou|B−〉 = 〈K−|(s¯αuα)V−A|0〉〈π0|(u¯βbβ)V−A|B−〉
+ 〈π0|(u¯βuα)V−A|0〉〈K−|(s¯αbβ)V−A|B−〉, (B.4)
wobei der Index V − A fu¨r die Diracstruktur des Operators steht. Abb. B.1 ist eine Illus-
tration der beiden Summanden dieser Gleichung in Form von Feynman-Diagrammen, die
verdeutlicht, dass der U¨bergang des B–Mesons in ein leichtes Meson und die Produktion
des zweiten leichten Mesons aus dem QCD-Vakuum getrennt sind. Nicht abgebildet sind
dabei die vielen Mo¨glichkeiten, Gluonen innerhalb der beiden Teilsysteme auszutauschen.
Solche Korrekturen tragen zu den beiden Strom-Matrixelementen bei.
Auf den ersten Blick wird man sich an dieser Stelle fragen, was man durch die Fak-
torisierung eigentlich gewonnen hat, da die Strom-Matrixelemente ja immer noch nicht
perturbativ berechenbar sind. Sie bietet aber zwei entscheidende Vorteile: Zum einen sind
die Strom-Matrixelemente sehr universell, d.h. sie gehen in viele verschiedene Zerfa¨lle ein
und erlauben es, Korrelationen solcher zu bilden. Man kann beispielsweise Messdaten aus
semileptonischen B–Zerfa¨llen nutzen, um die Matrixelemente zu bestimmen und hadro-
nische Zerfa¨lle vorherzusagen. Zum anderen ist die faktorisierte Form geeignet, um die
Matrixelemente mit Hilfe nicht-sto¨rungstheoretischer Methoden zu berechnen, hier wa¨ren
die Gittereichtheorie und Summenregeln zu nennen.
U¨blicherweise nutzt man die Lorentzinvarianz, um die einzelnen Faktoren weiter zu
vereinfachen. Man schreibt einerseits
〈M(p)|q¯αγµγ5q′β|0〉 = −i
Nc
fMpµδ
αβ (B.5)
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und definiert damit die Zerfallskonstante fM des pseudoskalaren Mesons M , das den Va-
lenzquarks q und q′ entspricht. Nc ist wie u¨blich die Anzahl der Farben. Die Zerfalls-
konstante beinhaltet bereits alle nicht-perturbativen Effekte innerhalb des qq′–Systems
und kann beispielsweise in der Gitter-QCD berechnet werden. Andererseits definiert man
sogenannte Formfaktoren FB→M0 und F
B→M
+ durch
〈M(p′)|q¯αγµbβ|B−(p)〉 =
(
FB→M+ (q
2)(pµ + p
′
µ)
+
[
FB→M0 (q
2)− FB→M+ (q2)
] m2B −m2M
q2
qµ
)
δαβ
Nc
, (B.6)
wieder fu¨r ein pseudoskalares Meson M der Masse mM , um den B → M–U¨bergang zu
parametrisieren. Hierbei gilt q = p−p′. Die Formfaktoren sind ebenfalls nicht-perturbativ,
man berechnet sie u¨blicherweise aus experimentellen Daten mit Hilfe von Lichtkegel-
Summenregeln [227–229]. Sie beinhalten sa¨mtliche weichen Gluonen, die innerhalb der
beteiligten Quarklinien (inklusive das Spektatorquark, siehe unten) ausgetauscht werden.
Es sollte erwa¨hnt werden, dass wegen der Parita¨tserhaltung in der starken Wechselwir-
kung die Zerfallskonstante verschwindet, wenn der Axialvektorstrom in Gl. (B.5) durch
einen Vektorstrom ersetzt wird. Umgekehrt ist der Formfaktor fu¨r den Axialvektorstrom
ebenfalls Null.
Mit diesen Definitionen ko¨nnen wir die Amplitude fu¨r unseren Beispielprozess in einfa-
cher Form schreiben. Wir erhalten
AB−→K−π0 =
iGF√
2
VubV
∗
usCu
× 1√
2
{
fKF
B→π
0 (q
2)(m2B −m2π) +
fπ
Nc
FB→K0 (q
2)(m2B −m2K)
}
. (B.7)
Ein Faktor 1/
√
2 stammt hierbei aus der Flavourstruktur des Pions, π0 ∼ (u¯u− d¯d)/√2.
Noch eine Anmerkung ist an dieser Stelle no¨tig: Bisher wurde in dieser Diskussion das
leichte Valenzquark des B–Mesons, das Spektatorquark, gar nicht beru¨cksichtigt. Die Fak-
torisierungshypothese impliziert, dass es in unvera¨nderter Form am durch den Formfaktor
parametrisierten U¨bergang teilnimmt. Schaut man sich aber den effektiven Hamiltonope-
rator an, so findet man leicht eine weitere mo¨gliche Anwendung des Operators Ou auf
tree-level, die in Abb. B.2 beispielhaft dargestellt wird. Die beiden Valenzquarks des B–
Mesons vernichten sich gegenseitig, daher spricht man von einem Annihilations-Beitrag
zur Amplitude. Das Gluon kann dabei an alle vier Quarklinien des effektiven Operators
gekoppelt werden. Man findet aber speziell fu¨r den Operator Ou, dass jedes dieser vier
Diagramme verschwindet, da es die Spur eines SU(3)–Generators entha¨lt.
B.2. QCD-Faktorisierung
B.2.1. QCD-Faktorisierung als theoretisches Fundament
Die Faktorisierungshypothese wurde lange Zeit angewendet, ohne dass es ein solides theo-
retisches Fundament dafu¨r gegeben ha¨tte. Als Rechtfertigungen dienten die ungefa¨hre
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Abb. B.2. Annihilationsbeitrag von Ou zu B− → K−π0.
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U¨bereinstimmung mit den experimentellen Daten und die von Bjorken vorgschlagene Farb-
transparenz [230]. Dies ist die Eigenschaft, dass ein leichtes Meson der Massemmit Energie
E ≫ m einen Farbdipol mit sehr kleiner transversaler Ausdehnung darstellt, welcher von
weichen Gluonen mit großer de-Broglie-Wellenla¨nge nicht aufgelo¨st werden kann. Ein ers-
ter Ansatz zur besseren Fundierung wurde von Dugan und Grinstein in einer Large-Energy
Effective Theory hergeleitet [231]. Dort wurde festgestellt, dass weicher Gluonaustausch
zwischen leichten Mesonen im Endzustand mit Potenzen von m/E unterdru¨ckt ist.
Erst durch die Arbeiten von Beneke, Buchalla, Neubert und Sachrajda (BBNS), siehe
Referenzen [37, 50–52], wurde endgu¨ltig klar, dass sich die Faktorisierung fu¨r Zweiko¨rper-
Zerfa¨lle von B–Mesonen in der Tat ohne zusa¨tzliche Annahmen begru¨nden la¨sst. Ent-
wickelt man die Zerfallsamplitude fu¨r B → M1M2 in Potenzen von ΛQCD/mB ∼ 0.1,
wobei ΛQCD eine typische QCD-Skala von der Gro¨ßenordnung der Massen der leichten
Mesonen M1 und M2 ist, ergibt die fu¨hrende Ordnung exakt das Ergebnis der ”
naiven“
Faktorisierung, sofern man perturbative Gluonkorrekturen vernachla¨ssigt.
Man findet also, dass die urspru¨ngliche ad-hoc-Na¨herung, den Gluon-Austausch zwi-
schen dem B −M1–System und M2 zu vernachla¨ssigen, tatsa¨chlich sinnvoll ist2.Weicher
Gluonaustausch ist mit ΛQCD/mB unterdru¨ckt, wa¨hrend harter Gluonaustausch nur
ho¨here Ordnungen in αs(mb) ∼ 0.22 liefert. In den Arbeiten von BBNS wurden zur
Verbesserung der Genauigkeit im Vergleich zur naiven Faktorisierung auch perturbati-
ve Ein-Schleifen-Korrekturen berechnet und festgestellt, dass diese ebenfalls faktorisierbar
sind. Diese Rechnungen sind unter dem Namen QCD-Faktorisierung (QCDF) bekannt
geworden. Außerdem wurden die numerisch wichtigsten Korrekturen der na¨chstfu¨hrenden
Ordnung in ΛQCD/mB berechnet, wobei man auf infrarot-divergente Integrale sto¨ßt. Dies
wird als Scheitern der Faktorisierung und Sensitivita¨t auf nicht-perturbative QCD inter-
pretiert, solche Beitra¨ge ko¨nnen daher nur ungefa¨hr numerisch abgescha¨tzt werden. Der
gleiche Formalismus wurde auch auf den Spezialfall der B → V V –Moden, also Zerfa¨lle in
zwei Vektormesonen angewendet, bei denen man zwischen drei mo¨glichen Polarisationen
des Endzustands unterscheiden muss [53].
Die Arbeiten [37, 50–53] bilden die Grundlage fu¨r alle in dieser Dissertation vorgeleg-
ten Berechnungen hadronischer B–Zerfa¨lle. Neuere Entwicklungen wie NNLO-Korrekturen
zur QCDF [232–237] oder der Formalismus der Soft-Collinear Effective Theory (SCET)
[238, 239] bringen im Vergleich dazu fu¨r unsere Zwecke keine nennenswerten Vorteile, da
Korrekturen von ho¨herer Ordnung in αs verglichen mit den Unsicherheiten aus ΛQCD/mB–
Korrekturen klein sind. Konzeptionell interessant ist dagegen, dass es inzwischen gelungen
2M1 bezeichnet hier und im Folgenden das Meson, das das Spektatorquark aufnimmt.
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ist, in der SCET die Faktorisierung der fu¨hrenden Ordnung in ΛQCD/mB zu allen Ord-
nungen in αs zu zeigen [240, 241].
B.2.2. QCD-Faktorisierung als Formalismus fu¨r hadronische B–Zerfa¨lle
Im Folgenden geben wir eine kurze Zusammenfassung des in unseren Rechnungen verwen-
deten Formalismus. Startpunkt ist der effektive Hamiltonoperator fu¨r charmlose hadro-
nische B–Zerfa¨lle, siehe Gl. (2.43). Daraus berechnet sich die Zerfallsamplitude in zwei
leichte Mesonen M1 und M2 fu¨r die Fa¨lle (M1M2) = (PP ), (V P ), (PV ) durch
AB¯→M1M2 = 〈M1M2|HBBNSeff |B¯〉. (B.8)
Der kompliziertere Fall (M1M2) = (V V ) wird weiter unten behandelt. Die QCDF
ergibt, unter Vernachla¨ssigung von ΛQCD/mB–Korrekturen, die beno¨tigten Operator-
Matrixelemente in faktorisierter Form:
〈M1M2|Qi|B¯〉 =m2B FB→M10 (0) fM2
∫
du T Ii (u)φM2(u)
+ fB fM1 fM2
∫
dω dv duT IIi (ω, v, u)φB(ω)φM1(v)φM2(u). (B.9)
Je nach Flavourstruktur von Qi und den Mesonen muss auch noch das Matrixelement mit
M1 ↔M2 beru¨cksichtigt werden.
Diskutieren wir die hier auftretenden Gro¨ßen im einzelnen: Zuna¨chst sind T I,IIi harte
Streukerne, d.h. sie beinhalten die perturbative QCD des Zerfalls in der effektiven Theorie
bei der Skala µ ∼ mb, soweit sie nicht bereits im Formfaktor FB→M10 enthalten ist. Die
nicht-perturbative QCD ist davon abfaktorisiert in den Formfaktor und in die light-cone
distribution amplitudes (LCDAs) φM der beteiligten Mesonen, die immer in Kombination
mit den entsprechenden Zerfallskonstanten fM auftreten. Die LCDAs sind auf 1 normier-
te Funktionen, die – ganz a¨hnlich zu den aus der tief-inelastischen Streuung bekannten
Partonverteilungsfunktionen – die Impulsverteilung der Partonen eines hochenergetischen
Mesons beschreiben. Die Integrationsvariablen u, v, ω entsprechen demnach Partonimpul-
sen. Bedeutsam fu¨r unseren Fall ist, dass in fu¨hrender Ordnung in ΛQCD/mB die Mesonen
als reine Quark-Antiquark-Zusta¨nde beschrieben werden ko¨nnen, ohne dass weitere Par-
tonen mit im Spiel sind. In Abb. B.3 veranschaulichen wir die Faktorisierungsformel (B.9)
schematisch.
Berechnet man die harten Streukerne in einer Sto¨rungsentwicklung in αs(mb), ergibt
sich zuna¨chst
T Ii = const. +O(αs) , T IIi = O(αs), (B.10)
so dass sich die Matrixelemente in fu¨hrender Ordnung dramatisch vereinfachen. Die
Faltungsintegrale aus Gl. (B.9) werden zu Normierungsintegralen und man erha¨lt das
Ergebnis der naiven Faktorisierung wie in Kapitel B.1.
In Ref. [52] wurde eine sehr intuitive Notation fu¨r Zerfallsamplituden in QCDF ein-
gefu¨hrt, die wir in dieser Arbeit an verschiedenen Stellen verwenden. Sie verwendet to-
pologische Amplituden αi und βi, die bestimmten Klassen von Feynmandiagrammen der
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Abb. B.3. Graphische Darstellung der Faktorisierungsformel Gl. (B.9) (aus Ref. [52]).
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effektiven Theorie entsprechen. Beispielsweise ist die Amplitude fu¨r B− → K−π0 gegeben
durch
√
2AB−→K−π0 =
∑
p=u,c
λ(s)p
{
AπK¯
[
δpu(α1 + β2) + α
p
4 + α
p
4,EW + β
p
3 + β
p
3,EW
]
+ AK¯π
[
α2 +
3
2α
p
3,EW
]}
. (B.11)
Die Vorfaktoren AM1M2 fassen Formfaktoren, Mesonmassen und Zerfallskonstanten zu-
sammen und ha¨ngen, genau wie die Werte der αi und βi, von den am Zerfall beteiligten
Mesonen ab.
Die topologischen Amplituden αi sind zusammengesetzt aus Koeffizienten ai, die auf
tree-level direkt den Operatoren des effektiven Hamiltonoperators zugeordnet werden
ko¨nnen. Die entsprechenden Ausdru¨cke sind
α1(M1M2) = a1(M1M2) ,
α2(M1M2) = a2(M1M2) ,
αp3(M1M2) =
{
ap3(M1M2)− ap5(M1M2) ; fu¨r M1M2 = PP, V P ,
ap3(M1M2) + a
p
5(M1M2) ; fu¨r M1M2 = PV , V V ,
αp4(M1M2) =
{
ap4(M1M2) + r
M2
χ a
p
6(M1M2) ; fu¨r M1M2 = PP, PV ,
ap4(M1M2)− rM2χ ap6(M1M2) ; fu¨r M1M2 = V P , V V
(B.12)
αp3,EW(M1M2) =
{
ap9(M1M2)− ap7(M1M2) ; fu¨r M1M2 = PP, V P ,
ap9(M1M2) + a
p
7(M1M2) ; fu¨r M1M2 = PV , V V ,
αp4,EW(M1M2) =
{
ap10(M1M2) + r
M2
χ a
p
8(M1M2) ; fu¨r M1M2 = PP, PV ,
ap10(M1M2)− rM2χ ap8(M1M2) ; fu¨r M1M2 = V P , V V
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mit
rπχ(µ) =
2m2π
mb(µ) 2mq(µ)
, rKχ (µ) =
2m2K
mb(µ) (mq +ms)(µ)
, (B.13)
und fu¨r Vektormesonen
rVχ (µ) =
2mV
mb(µ)
f⊥V (µ)
fV
. (B.14)
Die transversale Zerfallskonstante f⊥V ist in Ref. [52] definiert. Formal sind die Terme
proportional zu rM2χ von na¨chstfu¨hrender Ordnung in ΛQCD/mb, numerisch gilt aber (chi-
rale Versta¨rkung) rM2χ ∼ 1, daher werden sie gleichberechtigt mit den fu¨hrenden Termen
behandelt.
Praktischerweise entspricht α1 genau der farberlaubten tree-level-Topologie (inkl. QCD-
Korrekturen), α2 ist die farbunterdru¨ckte tree-level-Topologie und α
p
3,4 entsprechen QCD-
Pinguin-Beitra¨gen. αp3,EW und α
p
4,EW stellen die farberlaubten und die farbunterdru¨ckten
elektroschwachen Pinguine dar.
Zu NLO in αs erha¨lt man letztendlich folgende Ausdru¨cke fu¨r die Koeffizienten ai als
Funktion der Wilson-Koeffizienten Ci:
api (M1M2) =
(
Ci +
Ci±1
Nc
)
Ni(M2)
+
Ci±1
Nc
CFαs
4π
[
Vi(M2) +
4π2
Nc
Hi(M1M2)
]
+ P pi (M2) , (B.15)
wobei der untere (obere) Index fu¨r ungerade (gerade) i gilt. Der Ni–Term mit
Ni(M2) =
{
0 , i = 6, 8 und M2 = V ,
1 , sonst
(B.16)
entspricht der fu¨hrenden Ordnung und ist a¨quivalent zur naiven Faktorisierung. Die wei-
teren Terme sind von der Ordnung O(αs) und bezeichnen Vertexkorrekturen (V ), Pin-
guindiagramme (P ) und Diagramme mit harter Spektatorquark-Wechselwirkung (H). Die
expliziten Formeln fu¨r diese Korrekturen sind lang und kompliziert, wir verweisen deshalb
auf die Darstellung in [52, 53]. Der Vollsta¨ndigkeit halber sei angemerkt, dass wir bei der
Berechnung der Koeffizienten ai die gleichen Na¨herungen bezu¨glich elektromagnetischer
O(α)–Effekte wie in diesen beiden Referenzen anwenden.
In unserem effektiven Hamiltonoperator in Gl. (2.43) haben wir zusa¨tzlich zu den SM-
Operatoren auch parita¨tstransformierte Operatoren Q′3−10 eingefu¨hrt. Deshalb erweitern
wir die Notation aus Ref. [52] und addieren zu den Pinguin-Topologien αp3,4,3EW,4EW
entsprechende Terme α′ p3,4,3EW,4EW, die von den Koeffizienten C
′
3−10 abha¨ngen. Die pa-
rita¨tstransformierten QCD-Pinguin-Topologien α′ p3,4 wurden bereits in Ref. [187] definiert,
unser Hauptinteresse in dieser Arbeit gilt den EW-Pinguin-Topologien. Wir definieren
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dafu¨r (mit Unterdru¨ckung der Helizita¨tsindizes)
α′ p3EW(M1M2) =

−a′ p9 (M1M2) + a′ p7 (M1M2), fu¨r M1M2 = PP,
a′ p9 (M1M2) + a
′ p
7 (M1M2), fu¨r M1M2 = PV,
a′ p9 (M1M2)− a′ p7 (M1M2), fu¨r M1M2 = V P,
−a′ p9 (M1M2)− a′ p7 (M1M2), fu¨r M1M2 = V 0V 0,
−fM1±
(
a′ p9 (M1M2) + a
′ p
7 (M1M2)
)
, fu¨r M1M2 = V
±V ±,
α′ p4EW(M1M2) =

−a′ p10(M1M2)− rM2χ a′ p8 (M1M2), fu¨r M1M2 = PP,
a′ p10(M1M2) + r
M2
χ a
′ p
8 (M1M2), fu¨r M1M2 = PV,
a′ p10(M1M2)− rM2χ a′ p8 (M1M2), fu¨r M1M2 = V P,
−a′ p10(M1M2) + rM2χ a′ p8 (M1M2), fu¨r M1M2 = V 0V 0,
fM1±
(−a′ p10(M1M2) + rM2χ a′ p8 (M1M2)) , fu¨r M1M2 = V ±V ±
(B.17)
mit dem Formfaktorverha¨ltnis fM1± = F
B→M1
∓ (0)/F
B→M1
± (0). Damit ist f
M1
+ ∼ mB/ΛQCD
und fM1− ∼ ΛQCD/mB . Die einzelnen Koeffizienten a′ pi gehen aus den entsprechenden
Ausdru¨cken fu¨r api in Gl. (B.15) durch die Ersetzung aller Wilson-Koeffizienten Ck → C ′k
hervor, außerdem mu¨ssen in den transversalen Amplituden von B → V V –Zerfa¨llen die
Helizita¨ten umgekehrt werden. Wir beno¨tigen also die Ausdru¨cke fu¨r a−i aus Ref. [53]
zur Berechnung von a′i
+ und umgekehrt. Mit den gleichen Ersetzungen ko¨nnen auch die
Annihilationstopologien β′i aus βi gewonnen werden.
Die verschiedenen Vorzeichen der Koeffizienten in Gl. (B.17) sind eine direkte Konse-
quenz des Verhaltens der Operatormatrixelemente unter Parita¨tstransformationen [88]. Es
gilt
〈M1M2|Qi|B¯〉 = −ηM1M2 〈M1M2|Q′i|B¯〉, (B.18)
mit ηM1M2 = ±1 als Parita¨tsquantenzahl des Endzustands M1M2, woraus folgt, dass die
Zerfallsamplituden aus den einfachen Kombinationen
api (M1,M2) − ηM1M2 a′ pi (M1,M2) (B.19)
zusammengesetzt sind. Fu¨r PP– und V V –Zusta¨nde gilt ηM1M2 = 1, die PV –Zusta¨nde tra-
gen die Quantenzahl ηM1M2 = −1. Auf diese Weise ergeben linksha¨ndige und rechtsha¨ndige
flavoura¨ndernde Wechselwirkungen in NP-Modellen jeweils verschiedene Signaturen und
verschiedene Korrelationen zwischen Zerfallskana¨len mit Pseudoskalaren und Vektorteil-
chen im Endzustand. Diese Eigenschaft la¨sst sich ausnutzen, um die Chiralita¨tsstruktur
eines solchen Modells im Experiment zu untersuchen.
Korrekturen der Ordnung O(ΛQCD/mb)
Die Tatsache, dass die oben beschriebene Faktorisierung in der fu¨hrenden Ordnung der
ΛQCD/mb–Entwicklung funktioniert, erlaubt es, hadronische B–Zerfa¨lle in einem gewis-
sen Genauigkeitsrahmen zu berechnen. Neben den Ergebnissen interessiert dabei selbst-
versta¨ndlich auch, wie hoch die Genauigkeit der fu¨hrenden Ordnung in der Realita¨t ist.
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Aus diesem Grund wurden in der QCDF auch die wichtigsten Korrekturen der ersten
na¨chstfu¨hrenden Ordnung soweit als mo¨glich berechnet. Fassen wir die Ergebnisse hier
kurz zusammen.
Die erste zu nennende Klasse solcher Korrekturen entsteht direkt aus der Faktorisierung-
formel (B.9), wenn man die LCDAs bis zur Ordnung O(ΛQCD/mb) entwickelt, anstatt sich
mit der fu¨hrenden Ordnung zufriedenzugeben. In diesem Fall ko¨nnen die Faltungsintegrale
in (B.9) infrarot-divergent sein. U¨blicherweise beschra¨nkt man sich bei der Betrachtung
dieser Divergenzen auf chiral versta¨rkte Beitra¨ge, solche gibt es in den Termen Hi(M1M2).
Sie stammen aus Diagrammen, in denen das Spektatorquark u¨ber Gluonaustausch am
harten Prozess teilnimmt. Die auftretende Divergenz wird so interpretiert, dass das aus-
getauschte Gluon nicht-perturbativ sein kann. Um solche Beitra¨ge abzuscha¨tzen, parame-
trisiert man die Divergenz durch einen Infrarot-Cutoff bei etwa 500 MeV, siehe Abschnitt
B.2.3. Man findet, dass solche Korrekturen durch die chirale Versta¨rkung numerisch rele-
vant sind, insbesondere die Topologien α2(M1M2) ko¨nnen auf diese Weise Unsicherheiten
im Bereich von 100% erhalten. Dafu¨r verantwortlich ist eine zufa¨llige Auslo¨schung der
fu¨hrenden Ordnung (naive Faktorisierung) mit den Vertexkorrekturen V2(M1M2), die zu
einer großen Sensitivita¨t auf H2(M1M2) fu¨hrt. Fu¨r pinguindominierte Zerfa¨lle ergibt sich
daraus typischerweise ein Beitrag zum theoretischen Fehler im Bereich von 10% bis 20%
in den Verzweigungsverha¨ltnissen, fu¨r bestimmte farbunterdru¨ckte Baumgraph-Prozesse
wie B¯0 → π0π0, π0ρ0, die von α2(M1M2) dominiert werden, ist sogar u¨berhaupt keine
verla¨ssliche Vorhersage mehr mo¨glich.
Eine zweite Klasse wichtiger O(ΛQCD/mb)–Korrekturen stammt aus Annihilationsdia-
grammen. Sie treten zum ersten Mal in dieser Ordnung auf und bilden eine eigene Klasse
von Topologien, die nicht in das Schema von Gl. (B.12) passt, da sie ausschließlich aus der
zweiten Zeile von Gl. (B.9) stammen. Man fu¨hrt daher zusa¨tzliche topologische Amplitu-
den βi ein, die oben bereits in Gl. (B.11) aufgetaucht sind. Weiter wird definiert
βpi (M1M2) =
fBfM1
m2BF
B→M1
0 (0)
bpi (M1M2), (B.20)
wobei p = u, c wie oben ein CKM-Index ist. Das Verha¨ltnis fB/mB signalisiert die
ΛQCD/mb–Unterdru¨ckung. Man findet fu¨r die einzelnen Topologien
b1(M1M2) =
CF
N2c
C1A
i
1 , b
p
3(M1M2) =
CF
N2c
[
C3A
i
1 + C5(A
i
3 +A
f
3) +NcC6A
f
3
]
,
b2(M1M2) =
CF
N2c
C2A
i
1 , b
p
4(M1M2) =
CF
N2c
[
C4A
i
1 + C6A
i
2
]
,
bp3,EW (M1M2) =
CF
N2c
[
C9A
i
1 +C7(A
i
3 +A
f
3 ) +NcC8A
f
3
]
,
bp4,EW (M1M2) =
CF
N2c
[
C10A
i
1 + C8A
i
2
]
.
(B.21)
Hier entsprechen b1 und b2 tree-level-Annihilation, b
p
3 und b
p
4 QCD-Pinguin-Annihilation
und bp3,EW und b
p
4,EW Annihilation aus elektroschwachen Pinguinen. Die Koeffizienten A
i
k
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und Afk sind Faltungsintegrale u¨ber verschiedene LCDAs, die teilweise infrarot-divergent
sind, siehe [52]. Auch hier fu¨hrt man einen Infrarot-Cutoff bei etwa 500 MeV zur Regu-
larisierung ein (siehe Abschnitt B.2.3) und interpretiert das Ergebnis als Sensitivita¨t auf
nicht-perturbative QCD-Korrekturen in der Annihilation. Die Cutoff-Parametrisierung er-
laubt eine Abscha¨tzung der daraus resultierenden theoretischen Unsicherheit, die vor allem
fu¨r Zerfa¨lle relevant ist, die von QCD-Pinguinen dominiert werden, wie z.B. die B → πK–
Moden. Die fu¨hrende Topologie αp4(M1M2) tritt immer in Kombination mit dem numerisch
wichtigen Term βp3(M1M2) auf, der eine Korrektur zur Pinguinamplitude im Bereich 10%
bis 30% ergibt.
Der dritte Fall, in dem wir die na¨chstfu¨hrende Ordnung in O(ΛQCD/mb) beno¨tigen, sind
die Zerfallsamplituden der Klasse B → V V . Sie werden im Detail in Ref. [53] diskutiert.
Hier mu¨ssen wir im Endzustand zwischen drei Helizita¨tseigenzusta¨nden unterscheiden, die
wir nach ihren Eigenwerten 0,+,− benennen. Fu¨r den longitudinal polarisierten Zustand
V 0V 0 gilt die Faktorisierungsformel (B.9) ganz analog, der Formfaktor heißt in diesem
Fall AB→M10 (q
2). Desweiteren gilt die Hierarchie
AB¯→V1V20 : AB¯→V1V2− : AB¯→V1V2+ = 1 :
ΛQCD
mB
:
(
ΛQCD
mB
)2
(B.22)
fu¨r die drei Helizita¨tsamplituden. Im CP–konjugierten Fall mu¨ssen + und − vertauscht
werden. Die Amplitude AB¯→V1V2+ ist dadurch praktisch vernachla¨ssigbar. Die negative He-
lizita¨tsamplitude AB¯→V1V2− ist aus zwei Gru¨nden bedeutsam: Zum einen liefert sie eine
Korrektur zu polarisationsunabha¨ngigen Gro¨ßen wie z.B. Verzweigungsverha¨ltnissen, de-
ren numerische Relevanz zu untersuchen ist. Zum anderen erlaubt sie die Berechnung
zusa¨tzlicher Observablen wie z.B. Polarisationsverha¨ltnissen, die komplementa¨re Informa-
tion u¨ber den Zerfall liefern. Fu¨r die Definitionen solcher Gro¨ßen siehe Anhang A.4.
Die Berechnung von AB¯→V1V2− ist mit großen Unsicherheiten verbunden, da diese Am-
plitude bereits in ihrer fu¨hrenden Ordnung, in diesem Fall also O(ΛQCD/mb), Infrarotdi-
vergenzen in der Spektatorquark-Wechselwirkung entha¨lt. Außerdem zeigt sich, dass die
Pinguin-Annihilation hier numerisch so wichtig ist, dass in Pinguin-dominierten Zerfa¨llen
die theoretische Hierarchie (B.22) nicht mehr zwingend der Realita¨t entspricht und
AB¯→V1V2− ebenso wichtig wie AB¯→V1V20 sein kann. Dies ha¨ngt allerdings stark von der Gro¨ße
der nicht-perturbativen Terme ab, die wir wiederum nur u¨ber einen Cutoff abscha¨tzen
ko¨nnen. Dadurch haben B → V V –Moden im Allgemeinen gro¨ßere theoretische Unsicher-
heiten als B → PP– und B → PV –Moden.
B.2.3. Verwendete Inputparameter
In Tab. B.1 fassen wir unsere Eingabewerte fu¨r hadronische Parameter und SM-
Parameter zusammen, die in der QCDF zur Berechnung von Operator-Matrixelementen
beno¨tigt werden. Die Werte der Parameter sind so zu verstehen, dass wir zwar jeweils
einen Standardwert angeben, der mit den Messdaten aus hadronischen B–Zerfa¨llen gut
vertra¨glich ist, ansonsten aber alle Punkte innerhalb der Unsicherheitsbereiche gleichbe-
rechtigt behandeln. Insbesondere nehmen wir keine Wahrscheinlichkeitsverteilungen fu¨r
die Theorieparameter an, siehe dazu auch Anhang C.
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Tabelle B.1. Unsere Werte der QCDF-Eingabeparameter fu¨r hadronische B–Zerfa¨lle in
zwei leichte Mesonen. Skalenabha¨ngige Gro¨ßen beziehen sich auf µ = 2GeV falls nicht
anders angegeben. Wir verwenden die aktuellen Zahlen aus Refn. [53, 191, 232–234, 242,
243].
QCD-Skala und laufende Quarkmassen [GeV]
Λ
(5)
MS
mb(mb) mc(mb) ms mq/ms
0.231 4.2 1.3±0.2 0.090± 0.020 0.0413
CKM-Parameter
λ |Vcb| |Vub/Vcb| γ sin(2βeff)
0.225 0.0415 ± 0.0010 0.085+0.025−0.015 (70± 10)◦ 0.673 ± 0.23
B–Meson-Parameter
B− B¯0 B¯0s
Lebensdauer τ [ps] 1.638 1.525 1.472
Zerfallskonstante fB[MeV] 210 ± 20 240± 20
λB[MeV] 200
+250
−0 200
+250
−0
Zerfallskonstanten und Gegenbauer-Momente der Pseudoskalare
π K
f [MeV] 131 160
α1, α1,⊥ 0 0.06 ± 0.06
α2, α2,⊥ 0.20 ± 0.15 0.20 ± 0.15
Zerfallskonstanten und Gegenbauer-Momente der Vektormesonen
ρ K∗ φ
f [MeV] 209 ± 1 218± 4 221 ± 3
f⊥[MeV] 165 ± 9 185 ± 10 186 ± 9
α1, α1,⊥ 0 0.06 ± 0.06 0
α2, α2,⊥ 0.1 ± 0.2 0.1 ± 0.2 0± 0.3
Formfaktoren fu¨r B → P bei q2 = 0
B → π B → K Bs → K¯
F0 0.25 ± 0.05 0.34 ± 0.05 0.31 ± 0.05
Formfaktoren fu¨r B → V bei q2 = 0
B → ρ B → K∗ Bs → φ
A0 0.30
+0.07
−0.03 0.39 ± 0.06 0.38+0.10−0.02
F+ 0.00 ± 0.06 0.00 ± 0.06 0.00 ± 0.06
F− 0.55 ± 0.06 0.68 ± 0.07 0.65+0.14−0.00
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Weitere Parameter, die in die Anfangsbedingungen der Wilson-Koeffizienten eingehen,
sind
mpolet = 173.1GeV , mW = 80.4GeV , mZ = 91.19GeV , α(mW ) = 1/129 . (B.23)
Wir vernachla¨ssigen die RG-Evolution von α, so dass wir fu¨r die Fermikonstante bei der
Skala µ = mb auch den Niederenergiewert GF = 1.16639 × 10−5 einsetzen ko¨nnen. Die
Wahl eines niedrigen Standardwertes fu¨r λB und λBs dient der besseren Reproduktion der
Messungen der von Baumgraphen dominierten Zerfa¨lle B → ππ, πρ [237], er entspricht
einer Versta¨rkung der nicht-faktorisierbaren Spektatorquark-Wechselwirkung im Vergleich
zur naiven Erwartung. Der komplexe Parameter
XH = (1 + ρHe
iφH ) ln
mB
Λh
, (B.24)
der die Infrarotdivergenzen dieser speziellen Beitra¨ge parametrisiert, braucht dann nicht
weiter vera¨ndert zu werden. Wir setzen wie in Ref. [52] den Standardwert auf ρH = 0
und den IR-Regulator auf Λh = 500MeV. Die IR-Divergenz fu¨r Λh → 0 spiegelt unsere
Unkenntnis der Prozesse bei der nicht-perturbativen Skala µ = O(500MeV) wider. Den
Beitrag von XH zur Abscha¨tzung der Unsicherheiten erhalten wir aus Variation von φH
zwischen 0 und 2π bei ρH = 1, d.h. wir ordnen dem Standardwert XH = ln
mB
Λh
eine
Unsicherheit von 100% zu. Analog dazu wird ein komplexer Parameter
XA = (1 + ρAe
iφA) ln
mB
Λh
, (B.25)
definiert, der die IR-Divergenzen in Annihilations-Diagrammen regularisiert. Durch Be-
trachtung der fu¨hrenden QCD-Pinguin-Amplitude in B → πK und der fu¨hrenden
Baumgraph-Amplituden in B → ππ ko¨nnen wir Informationen u¨ber XA aus experimen-
tellen Daten gewinnen. Fu¨r die topologischen Amplituden gilt in guter Na¨herung [52]∣∣∣∣αc4(πK¯) + βc3(πK¯)α1(ππ) + α2(ππ)
∣∣∣∣ ≃ ∣∣∣∣VubVcb
∣∣∣∣ fπfK
[
Γ(B− → π−K¯0)
Γ(B− → π−π0)
]1/2
exp.
= 0.100+0.030−0.018. (B.26)
In diesem Verha¨ltnis ku¨rzt sich die Unsicherheit aus dem Formfaktor FB→π0 (0), außerdem
sind die Topologien αi in Gl. (B.26) mit guter Genauigkeit berechenbar. Der Vergleich mit
dem QCDF-Wert mit der Wahl ρA = 0,∣∣∣∣αc4(πK¯) + βc3(πK¯)α1(ππ) + α2(ππ)
∣∣∣∣ SM= 0.078+0.025−0.015, (B.27)
zeigt eine deutliche Abweichung vom Experiment, die plausibel durch die nicht-per-
turbativen Beitra¨ge zur Annihilationstopologie βc3(πK¯) zu erkla¨ren ist. Die gleiche Ana-
lyse kann auch fu¨r B → PV – und B → V V –Moden durchgefu¨hrt werden, wenn auch mit
gro¨ßeren experimentellen Unsicherheiten, siehe z.B. Refn. [52, 233]. Unter Verwendung der
aktuellsten Daten finden wir so, dass eine deutliche Versta¨rkung der Annihilationsamplitu-
den im Vergleich zu ρA = 0 notwendig ist, um die QCDF-Vorhersagen in Einklang mit dem
Experiment zu bringen. Werte ρA > 2 erfordern allerdings eine Feinabstimmung von φA,
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um keine zu großen Verzweigungsverha¨ltnisse zu erzeugen. Eine gute U¨bereinstimmung
innerhalb der Unsicherheiten erhalten wir mit unserer Wahl der Standardwerte ρA = 1.5
fu¨r B → PP,PV und ρA = 1.0 fu¨r B → V V , die Phasen setzen wir auf die Standardwerte
aus Refn. [52, 53]:
φA =

−55◦ (PP)
−20◦ (PV)
−70◦ (PV)
−40◦ (VV)
. (B.28)
Die Unsicherheiten werden unter Beibehaltung der Werte von ρA durch Variation der
Phasen zwischen 0 und 2π abgescha¨tzt. Auf diese Weise sind auch der Messwert von
ACP(B¯
0 → π+K−) und die Verzweigungsverha¨ltnisse der B → φK–Moden mit dem SM
kompatibel.
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Die Grundidee unseres Fits ist einfach: Wir berechnen die theoretischen Vorhersagen fu¨r
einen Satz von Observablen {xj} als Funktion von Parametern qi, die NP beschreiben.
Die Ergebnisse vergleichen wir an jedem Punkt eines Gitters im {qi}–Parameterraum mit
den experimentellen Daten. Den Punkten, fu¨r die Theorie und Experiment am besten
u¨bereinstimmen, geben wir dann die gro¨ßte Pra¨ferenz.
Ein einfaches Maß fu¨r die U¨bereinstimmung liefert die χ2–Funktion
χ2({qi}) =
∑
j
(xj theo({qi})− xj exp)2
σ2j exp
, (C.1)
wobei die Summe u¨ber die verschiedenen Observablen la¨uft. In dieser Schreibweise ent-
spricht xj theo der Theorievorhersage und xj exp ist der experimentelle Mittelwert mit einem
symmetrischen Fehler σj exp.
In unserem Fall ist die Lage jedoch komplizierter, da wir anstatt einem genauen Wert
xj theo große theoretische Unsicherheiten aus der QCDF erhalten. Die Art und Weise, wie
solche Unsicherheiten im Fit zu beru¨cksichtigen sind, ist Interpretationssache. Wir folgen
dabei dem frequentistischen Rfit-Schema [89]. Die Grundannahme dabei ist, dass die nur
ungenau bekannten Theorieparameter, wie z.B. Zerfallskonstanten und Formfaktoren, kei-
ne Wahrscheinlichkeitsverteilung fu¨r ihren Zahlenwert aufweisen, sondern dass lediglich
ein Intervall bekannt ist, innerhalb dessen der wahre Wert liegt. Alle Punkte in diesem In-
tervall sind gleichberechtigt zu behandeln. Damit ergibt auch eine theoretische Vorhersage
fu¨r eine Observable, die von ungenau bekannten Parametern abha¨ngt, einen Unsicher-
heitsbereich, innerhalb dessen der
”
richtige“ Vorhersagewert liegt, den man bei pra¨ziser
Kenntnis aller Werte der Eingabeparameter berechnen ko¨nnte.
Experimentelle Ergebnisse der Form xj exp±σj exp betrachten wir jeweils als normalver-
teilt mit der Standardabweichung σj exp. Theorievorhersagen fu¨r Observablen geben wir
in der Form (xi theo)
+σi theo, sup
−σi theo, inf
an mit einem Standardwert xi theo, der mit den in Tab. B.1
und Anhang B.2.3 angegeben Standardwerten der Eingabeparameter berechnet wird, und
σi theo, sup bzw. σi theo, inf , die den Unsicherheitsbereich festlegen. Letztere berechnen wir
durch Variation der Eingabeparameter innerhalb ihrer erlaubten Bereiche und quadrati-
sche Fehleraddition. Die Kombination mit den experimentellen Fehlern ergibt dann fol-
gende χ2–Funktion:
χ2 =
∑
j

(xj theo−σj theo, inf−xj exp)
2
σ2j exp
wenn xj exp < (xj theo − σj theo, inf),
(xj exp−(xj theo+σj theo, sup))
2
σ2j exp
wenn xj exp > (xj theo + σj theo, sup),
0 sonst.
(C.2)
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Im Falle eines symmetrischen Theoriefehlers um den Standardwert herum vereinfacht sich
dies zu
χ2 =
∑
j

(|xj exp−xj theo|−σj theo)
2
σ2j exp
wenn |xj exp − xj theo| > σj theo,
0 sonst.
(C.3)
Die Abha¨ngigkeiten der Theorievorhersagen von den NP-Parametern {qi} haben wir
hier nicht mehr angegeben. Mit der χ2–Funktion aus Gl. (C.2) definieren wir Konfidenz-
intervalle (confidence levels, CL) mittels der Funktion
CL({qi}) = 1√
2Ndof Γ(Ndof2 )
∫ ∞
∆χ2({qi})
e−t/2tNdof/2−1dt, (C.4)
dabei entspricht ∆χ2 der χ2–Funktion nach Subtraktion ihres Minimums,
∆χ2 = χ2 −min(χ2), (C.5)
so dass das neue Minimum in jedem Fall bei Null liegt. Ndof ist die Anzahl der Frei-
heitsgrade des Fits. Mit den Bedingungen CL = 1 − 68.27/100, CL = 1 − 95.45/100,
CL = 1− 99.73/100 und CL = 1− 99.99/100 finden wir jeweils die CL 1σ, 2σ, 3σ und 5σ.
Wir betrachten in den Fits isospinsensitive Kombinationen von Observablen und wa¨hlen
diese so, dass keine gemessene Gro¨ße wie ein Verzweigungsverha¨ltnis oder eine CP–
Asymmetrie mehr als einmal in den Fit eingeht. So bilden nach den Definitionen in
Kap. 3.1.2 z.B. ∆ACP, ∆A
0
CP, SπKS und eine der drei Klassen von Verha¨ltnissen R
B,K,π
einen geeigneten Satz von Fit-Gro¨ßen. Wir wa¨hlen dabei die Klasse mit der gro¨ßten Sen-
sitivita¨t auf die Fit-Freiheitsgrade qi. Durch diese Vorgehensweise geht jede Messung mit
dem gleichen Gewicht in den Fit ein, außerdem verhindern wir durch die Verwendung der
isospinsensitiven Kombinationen, dass Abweichungen von SM in Gro¨ßen mit geringer Sen-
sitivita¨t durch sehr große |qi|–Werte erkla¨rt werden. Fu¨r die Betrachtung solcher Gro¨ßen
sind allgemeinere Modelle notwendig, die auch isospinerhaltende NP einschließen.
Es sei angemerkt, dass, da RB,K,πc,n Verha¨ltnisse von als normalverteilt angenommenen
Messungen sind, diese Verha¨ltnisse selbst nicht mehr exakt normalverteilt sind. Die Annah-
me in Gln. (C.2)-(C.4), dass auf der experimentellen Seite nur normalverteilte Gro¨ßen in
den Fit eingehen, ist deshalb nur eine Na¨herung, wie in Anhang C von Ref. [89] diskutiert.
Wir haben u¨berpru¨ft, dass diese Na¨herung die bevorzugten Bereiche im Parameterraum
der qi, die sich aus dem Fit ergeben, nicht wesentlich verschiebt, sondern lediglich sta¨rker
eingrenzt. Letzteres ist auf die partielle Auslo¨schung von theoretischen Unsicherheiten in
den Verha¨ltnissen RB,K,πc,n zuru¨ckzufu¨hren.
164
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Selbstenergien
In diesem Kapitel gehen wir na¨her auf die in Kap. 5.4.1 aufgeworfene Frage nach der Sche-
menabha¨ngigkeit der Quarkmassen in flavoura¨ndernden a¨ußeren Beinchen von Feynman-
Diagrammen ein. Die Frage ist, ob die Polmasse mpoleb , die zuna¨chst durch Anwenden
der Bewegungsgleichung pb = m
pole
b b im Fall eines b-Quark-Propagators im a¨ußeren Bein-
chen erscheint, am Ende in der Feynman-Amplitude u¨berlebt. Die analoge Rechnung in
Kap. 5.4.2, wo wir die flavoura¨ndernden Beinchen wegrenormiert haben, hat gezeigt, dass
am Ende nur die MS-Masse mb in der Feynman-Amplitude steht, deshalb erwarten wir,
dass sich mpoleb eliminieren la¨sst. Die Lo¨sung des Problems kann nur in der Betrachtung
ho¨herer Ordnungen in αs liegen, da in niedrigster Ordnung Polmasse und MS-Masse
ununterscheidbar sind.
Wir trennen die QCD-Effekte von den flavourverletzenden SUSY-Effekten, indem wir
eine effektive Theorie unterhalb der SUSY-Skala betrachten, in der alle SUSY-Teilchen aus-
integriert sind. Nach dem Appelquist-Carazzone-Theorem beeinflusst dies die Physik bei
niedrigen Energien nicht. Die tanβ–versta¨rkte Chargino-Squark-Selbstenergie ΣRLbs wird
dann zu einer punktfo¨rmigen Wechselwirkung kontrahiert, wir betrachten sie als Wilson-
Koeffizienten des off-shell-Operators b¯PLs. Vergleichen wir nun die SUSY-Korrekturen
zu diesem Operator mit denen zu seinem flavourdiagonalen Analogon b¯PLb, also zur b-
Quarkmasse, finden wir die spa¨ter beno¨tigte Beziehung
Σ
RL(1)
bs (p)
ΣRLbs
=
ΣQCDb (p)
mb
, (D.1)
wobei p der a¨ußere Impuls ist. Die entsprechenden Diagramme sind in Abb. D.1 gezeichnet.
Wir stellen also fest, dass ΣRLbs genauso renormiert wird wie die MS-Massemb. Wir ko¨nnen
deshalb vereinfachen
ΣRLbs = mbA, (D.2)
mit einem Faktor A, der unabha¨ngig von der Renormierungsskala ist.
Abb. D.1. QCD-Korrekturen zur Selbstenergie ΣRLbs (links) und zur b-Quarkmasse mb
(rechts).
sL bRsL bR
−iΣRLbs ≡ −iΣRL(1)bs
bL bL bR bR
−imb ≡ −iΣQCDb
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Abb. D.2. QCD-Korrekturen zum Diagramm (1) in Abb. 5.9.
sL sL bR bR bL
(1a)
−imbA
sL bR bL
(1b)
−iδmbA
sL bR bL bL bR bR bL
(1c)
−imbA
sL bR bL bR bL
(1d)
−iδmb−imbA
Berechnen wir nun die QCD-Korrekturen zu Feynman-Diagrammen mit flavora¨ndernder
Selbstenergie ΣRLbs in einem a¨ußeren Beinchen (siehe Abb. 5.9). Mit der Parametrisierung
aus Gl. (D.2) und ms = 0 sind die Feynman-Amplituden dieser Diagramme ohne Gluon-
Korrekturen
M(1)1 = Mrest1 ·
i(p+mb)
p2 −m2b
∣∣∣∣
p=0
(−iΣRLbs ) = −Mrest1 · A, (D.3)
M(2)2 = Mrest2 ·
i(p+ms)
p2 −m2s
∣∣∣∣
p=m
pole
b
(−iΣRL∗bs ) = +Mrest2 ·A∗
mb
mpoleb
. (D.4)
Um eine Rechnung zur Ordnung O(αs) in der effektiven Theorie durchzufu¨hren, mu¨ssen
wir A durch ein Matching an der SUSY-Skala in eben dieser Ordnung bestimmen. Deshalb
schreiben wir explizit
A = A(0) +A(1), (D.5)
dabei entha¨lt A(1) Korrekturen der Ordnung O(αs). Die Ein-Schleifen-QCD-Korrekturen
zu M1 und M2 finden sich in den Abbn. D.2 und D.3, dabei beru¨cksichtigen die Dia-
gramme (1b) und (2b) den Counterterm zum Wilson-Koeffizienten ΣRLbs = mbA. Unter
Verwendung der Beziehung in Gl. (D.1) finden wir eine gegenseitige Auslo¨schung der Dia-
gramme (1a) und (1c) und gleiches fu¨r die Diagramme (1b) und (1d). Damit gilt der
Ausdruck fu¨rM1 in Gl. (D.3) auch zur Ordnung O(αs), wenn A = A(0) +A(1) eingesetzt
wird.
Fu¨r die Beitra¨ge (2a) und (2b) finden wir zur Ordnung O(αs) mit Hilfe von Gl. (D.1)
M(2a)2 = Mrest2 ·
i(p +ms)
p2 −m2s
(
−iΣRL(1)∗bs (p)
)∣∣∣∣
p=m
pole
b
=Mrest2 · A(0)∗
ΣQCDb (p)
mpoleb
∣∣∣∣∣
p=m
pole
b
(D.6)
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Abb. D.3. QCD-Korrekturen zum Diagramm (2) in Abb. 5.9.
bL bR bR sL sL
(2a)
−imbA∗
bL bR sL
(2b)
−iδmbA∗
M(2b)2 = Mrest2 ·
i(p+ms)
p2 −m2s
∣∣∣∣
p=m
pole
b
(−iδmbA(0)∗) =Mrest2 ·A(0)∗
δmb
mpoleb
. (D.7)
Addition dieser Ausdru¨cke zu Gl. (D.4) ergibt
M2 =M(2)2 +M(2a)2 +M(2b)2 =Mrest2 ·
A(0)∗
mpoleb
(
mb +mb
A(1)∗
A(0)∗
+ ΣQCDb (p)
∣∣∣
p=m
pole
b
+ δmb
)
.
(D.8)
Nun ko¨nnen wir die Polmasse
mpoleb = mb + Σ
QCD
b (p)
∣∣∣
p=m
pole
b
+ δmb (D.9)
einsetzen und Terme der Ordnung O(α2s) vernachla¨ssigen. Damit erhalten wir das
gewu¨nschte Ergebnis
M2 =Mrest2 · (A(0)∗ +A(1)∗) =Mrest2 ·A∗, (D.10)
das nicht mehr von mpoleb abha¨ngt. Wir ko¨nnen A in Gl. (D.10) auch wieder durch Σ
RL
bs
ausdru¨cken, indem wir Gln. (D.2) und (5.49) verwenden, dies fu¨hrt uns exakt zum unserem
in Kap. 5.4.1 erhaltenen Ergebnis fu¨r flavoura¨ndernde a¨ußere Beinchen, siehe Gl. (5.53).
Wir haben damit gezeigt, dass dieses Ergebnis in der Tat auch in der Ordnung O(αs)
gu¨ltig und unabha¨ngig von der Polmasse ist.
Da unsere tan β–versta¨rkte Selbstenergie in Gl. (5.49) linear in mb ist, erscheint die
Parametrisierung in Gl. (D.2) offensichtlich. In anderen Fa¨llen wu¨rde der Parameter A
von mb u¨ber Gl. (D.2) abha¨ngen, allerdings nicht von m
pole
b , so dass obige Diskussion auch
dann noch gu¨ltig wa¨re.
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